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7Kapitel 1
Einleitung
Der letzte bis heute noch nicht u¨berpru¨fte Baustein des Standardmodells (SM) der
Elementarteilchenphysik ist der Higgssektor. Das SM sagt ein neutrales, skalares
Higgsboson, also ein Boson mit Quantenzahlen JPC = 0++ vorher. Viele Erweite-
rungen des SMs zeichnen sich unter anderem dadurch aus, dass sie einen erweiter-
ten Higgssektor haben. So entha¨lt beispielsweise das minimal supersymmetrische
Standardmodell (MSSM), das zu einem paradigmatischen Modell zur Diskussion
von
”
neuer Physik“ geworden ist, neben einem geladenen Higgsboson H+ und sei-
nem Antiteilchen H−, zwei skalare h0 und H0 und ein pseudoskalares Higgsbo-
son A0 (JPC = 0++). Der Higgssektor vieler SM-Erweiterungen kann auch die CP -
Symmetrie verletzen. Dies hat insbesondere zur Folge, dass die neutralen skalaren
und pseudoskalaren Higgszusta¨nde mischen und somit den physikalischen Higgs-
zusta¨nden φ keine definierten CP -Quantenzahlen zugeordnet werden ko¨nnen; mit
anderen Worten, diese Zusta¨nde koppeln sowohl an skalare als auch an pseudoskala-
re Quark- und Leptonstro¨me. CP -Verletzung im Higgssektor (also im Higgspotenti-
al) kann in nicht-supersymmetrischen Zwei-Higgs-Dublett-Modellen (2HDM) bereits
auf Bornniveau auftreten (siehe z. B. [GHKD]), ebenso wie im na¨chst minimalen
supersymmetrischen Standardmodell (NMSSM) (siehe z. B. [MNZ04]). Im MSSM
treten diese CP -Mischungen erst bei Beru¨cksichtigung von Quantenkorrekturen auf
und ko¨nnen in einem bestimmten Parameterbreich signifikant werden (siehe z. B.
[ELP04]).
Die Aufkla¨rung des Mechanismus der elektroschwachen Eichsymmetriebrechung,
welcher im SM und in Erweiterungen wie dem MSSM durch den Higgsmechanis-
mus gegeben ist, muss durch Experimente erfolgen. Das wesentliche Ziel des Large
Hadron Colliders (LHC) ist die Suche nach Spin-0-Resonanzen, d. h. dem Higgsbo-
son des SMs bzw. nach den Higgsbosonen von SM-Erweiterungen wie dem MSSM.
Fu¨r diese Bosonen gibt es am LHC eine Reihe von Produktionsmechanismen, deren
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relative Sta¨rke modellabha¨ngig ist (siehe unten). Falls ein oder mehrere neutrale
Spin-0-Resonanzen entdeckt werden, mu¨ssen in einem weiteren Schritt ihre Eigen-
schaften nachgewiesen werden, insbesondere die Sta¨rke ihrer Kopplungen an Quarks
und Leptonen und ihre CP -Quantenzahlen.
Die vorliegende Arbeit befasst sich vornehmlich mit der letztgenannten Problemstel-
lung. Es wird die Erzeugung von neutralen Higgsbosonen am LHC und deren Zerfa¨lle
in den τ+τ−-Kanal (fu¨r schwere Higgsbosonen auch in den tt¯-Kanal) analysiert. Ziel
der Arbeit ist es in mo¨glichst realistischer Weise theoretisch zu untersuchen, ob mit
Hilfe geeigneter Observablen die CP -Quantenzahlen der Spin-0-Resonanzen in die-
sen Kana¨len bestimmt werden ko¨nnen. Als Modell wird in dieser Arbeit das MSSM
benutzt und zudem werden die genannten Untersuchungen unter Beru¨cksichtigung
der na¨chstfu¨hrenden (NLO) QCD-Strahlungskorrekturen durchgefu¨hrt.
Der LHC ist ein Proton-Proton-Beschleuniger mit einer Schwerpunktsenergie von
14 TeV. Bei der Erzeugung von Higgsbosonen1 φ mit Massen mφ ≥ 100 GeV am
LHC gema¨ß
pp→ φ+X (1.1)
handelt es sich um hochenergetische Reaktionen, bei denen das Partonmodell ange-
wendet werden kann. Im Rahmen des MSSMs sind, abha¨ngig von den Parametern
des Modells, auf Partonniveau eine Reihe von Produktionsmechanismen relevant.
Die wesentlichen sind (siehe z. B. [Djo05]):
gg → φ, (1.2)
bb¯ → φ, (1.3)
gg, qq¯ → φ tt¯, φ bb¯, (1.4)
qq¯ → φ qq¯, (1.5)
qq¯ → φZ0, φW±. (1.6)
Die Gluonfusion (1.2) ist der dominante Produktionsprozess des leichten, skalaren
Higgsbosons h0, sofern tan β≤ 30 ist. Hier und im Folgenden bezeichnet tan β= v2
v1
den im MSSM auftauchenden Parameter, der als Quotient der Vakuumerwartungs-
werte der beiden Higgsdubletts definiert ist (siehe Gleichung (3.11)). Fu¨r gro¨ßere
Werte des Parameters tanβ u¨berwiegt die Higgsproduktion durch Annihilation ei-
nes b- und b¯-Quarks gema¨ß (1.3). Fu¨r die schweren, neutralen Higgsbosonen H0 und
A0 ist die Gluonfusion nur im Bereich tan β≤7 dominant. Fu¨r gro¨ßere tanβ u¨ber-
wiegt auch hier die Produktion u¨ber die bb¯-Annihilation (siehe Kapitel 8.4).
Die sogenannte assoziierte Higgsproduktion (1.4) und die Vektorbosonfusion (1.5)
1In dieser Arbeit steht φ generisch fu¨r eines der neutralen Higgsbosonen h0, H0 oder A0 des
MSSMs bzw. fu¨r ein Higgsboson mit indefiniten CP -Quantenzahlen.
9sind trotz im Vergleich zu (1.2) und (1.3) kleinerer Wirkungsquerschnitte pha¨no-
menologisch relevant. Die bei der Vektorbosonfusion auftretende Ereignistopologie
(zwei hochenergetische Jets in Vorwa¨rtsrichtung und Higgszerfall im Zentralbereich
des Detektors) erweist sich als hervorragende Methode zur Separation des Higgssi-
gnals vom Untergrund. Die Vektorbosonfusion (1.5) ist innerhalb des MSSMs jedoch
nur als Produktionsprozess fu¨r die skalaren Higgsbosonen relevant. Der Pseudoskalar
A0 koppelt auf Bornniveau nicht an die schweren Vektorbosonen. Diese Kopplung
wird durch Fermionschleifen induziert, was sehr kleine Wirkungsquerschnitte fu¨r die
Reaktion (1.5) im Falle φ=A0 zur Folge hat.
In dieser Arbeit werden im Rahmen des MSSMs die Produktionsprozesse (1.2) und
(1.3) betrachtet. Die Gluonfusionsreaktion (1.2) wird einschließlich der NLO QCD-
Korrekturen analysiert. Die Arbeit konzentriert sich auf den τ+τ−-Zerfallskanal des
Higgsbosons φ gema¨ß
pp → φ+X → τ+τ− +X → Xτ− +Xτ+ +X, (1.7)
wobei alle dominanten τ -Zerfallskana¨le mit einem geladenen Teilchen im Endzu-
stand (sogenannte 1-Prong-Kana¨le) beru¨cksichtigt werden.
Ziel dieser Arbeit ist es, Observablen zur Bestimmung der CP -Quantenzahlen der
am LHC produzierten Higgsbosonen zu untersuchen. Die Analyse bezieht sich auf
den φ→τ+τ− Kanal und la¨sst sich auch auf den φ→ tt¯ Kanal anwenden, der mo¨gli-
cherweise fu¨r schwere Higgsbosonen relevant ist. Zur experimentellen Kla¨rung der
Frage, ob es sich bei den produzierten Higgsbosonen um ein skalaren oder pseudo-
skalaren Higgsbosonzustand handelt, erweist sich die Verteilung des O¨ffnungswinkels
zwischen den Zerfallsprodukten der τ -Leptonen als sensitiv, die durch eine charakte-
ristische τ+τ−-Spinkorrelation erzeugt wird. Die Frage, ob es sich beim Higgsboson
um ein CP -Gemisch handelt, la¨sst sich mit einer Trippelkorrelationsobservablen
analysieren, der eine CP -ungerade τ+τ−-Spinkorrelation zu Grunde liegt. Die Ver-
teilungen dieser Observablen werden im Folgenden fu¨r die Kana¨le (1.7) sowohl fu¨r
kleine als auch fu¨r große Higgsmassen eingehend analysiert. Insbesondere wird auch
die Mo¨glichkeit betrachtet, dass die Higgsbosonen H0 und A0 massendegeneriert
sein ko¨nnen.
In der Vergangenheit wurde die Higgsbosonproduktion via Gluonfusion im Rahmen
des MSSM bereits z. B. in [Spi98] und fu¨r die Produktion u¨ber bb¯-Annihilation
unter anderem in [C+04] untersucht. Was die Analysen zur Bestimmung von CP -
Quantenzahlen fu¨r Higgsbosonen in dem φ → τ+τ− bzw. φ → tt¯ Kanal betrifft,
so wurden Analysen dieser Art in allgemeinen Zwei-Higgs-Dublett-Modellen durch-
gefu¨hrt (siehe [BB93], [BB94], [BBF97], [BFH98] und [BBF98]). In den Arbeiten
[Nel90], [KKSZ94] und [GG95] wurden ebenfalls Observablen zur Unterscheidung
von skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen untersucht. Die Analysen dieses Pro-
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jektes werden im Rahmen des MSSMs durchgefu¨hrt und konzentrieren sich vor allem
auf den τ+τ−-Zerfallskanal der Higgsbosonen.
Die vorliegende Arbeit ist wie folgt gegliedert: In den Kapiteln zwei und drei wird
kurz die Supersymmetrie und das darauf aufbauende MSSM vorgestellt. Dabei wird
nur auf jene Aspekte na¨her eingegangen, die fu¨r die Berechnungen in dieser Ar-
beit von Bedeutung sind. Im Kapitel vier wird die Methode der Spindichtematrizen
erla¨utert und der Dipolsubtraktionsformalismus (DSF) beschrieben. Zur Berechnung
der QCD-Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion wird eine effektive
Theorie verwendet (siehe [HS04], [HH06]). Die Feynmanregeln sowie die Renormie-
rung dieser Theorie werden im Kapitel fu¨nf beschreiben. Im Kapitel sechs werden
die QCD-Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion berechnet. Das Ka-
pitel sieben befasst sich mit dem Zerfallskanal φ → τ+τ− und mit den 1-Prong-
Zerfallskana¨len der τ -Leptonen. In Kapitel acht werden Verteilungen verschiedener
Observablen berechnet, welche die Unterscheidung eines Skalars von einem Pseudo-
skalar bzw. von einem Zustand mit indefiniten CP -Quantenzahlen ermo¨glichen. Im
Kapitel neun wird kurz auf den φ→ tt¯-Kanal eingegangen, der fu¨r schwere Higgs-
bosonen mit mφ ≥ 300 GeV in Modellen mit moderaten Werten von tan β relevant
sein kann. Im Kapitel zehn werden die wichtigsten Ergebnisse dieser Arbeit zusam-
mengefasst. Der Anhang entha¨lt Formeln, die in den oben genannten Berechnungen
verwendet wurden.
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Supersymmetrie
Eines der fundamentalen Ziele der Wissenschaft ist es, die Natur in ihrer Ga¨nze und
Komplexita¨t mit Gesetzen zu beschreiben, die sowohl mo¨glichst einfach als auch
allgemein gu¨ltig sein sollen. Auf dem Weg zu diesem Ziel wird u¨ber viele Wissen-
schaftszweige hinweg das Konzept der Symmetrie verwendet. Die Mo¨glichkeit, die
Symmetrie eines Systems in seiner Beschreibung zu benutzen, erweist sich in diesem
Zusammenhang oft als vielversprechendes Vorgehen.
Mathematisch werden Symmetrien durch Gruppen beschrieben bzw. im Fall von
kontinuierlichen Symmetrien durch die zu Grunde liegenden Algebren der Genera-
toren.
2.1 Erweiterung der Poincare´-Algebra
Das SM und seine supersymmetrischen Erweiterungen sind relativistische Quan-
tenfeldtheorien. Die hierin auftauchenden S-Matrix-Elemente sind insbesondere in-
variant unter Poincare´-Transformationen. In diesem Zusammenhang kann man die
Frage stellen, welche maximale Symmetriegruppe die S-Matrix u¨berhaupt aufweisen
kann. S. Coleman und J. Mandula [CM67] haben 1967 eine Antwort gefunden: Sie
konnten zeigen, dass bei relativistischen Quantenfeldtheorien die maximale Symme-
triegruppe der S-Matrix lokal isomorph zu dem direkten Produkt aus einer inneren
Symmetriegruppe und der Poincare´-Gruppe sein muss.
Allerdings werden im Coleman-Mandula-Theorem nur solche Symmetrietransforma-
tionen betrachtet, deren Generatoren eine Lie-Algebra bilden. Fu¨hrt man hingegen
Symmetrietransformationen ein, deren Generatoren eine graduierte Lie-Algebra bil-
den, so ist es mo¨glich eine Theorie zu konstruieren, deren Symmetrie eine nichttri-
viale Erweiterung der Raum-Zeit-Symmetrien der Poincare´-Gruppe darstellt. Nach
Haag,  Lopusa´nski, Sohnuis [HLS75] stellt dies sogar die einzig mo¨gliche Erweiterung
12 Kapitel 2. Supersymmetrie
der Poincare´-Algebra im Rahmen von relativistischen Quantenfeldtheorien dar.
Sei die graduierte Lie-Algebra durch
L = LB ⊕ LF , (2.1)
gegeben, wobei die Graduierung durch einen von den Operatoren Ta abha¨ngigen
Parameter η geschaffen wird, fu¨r den gilt:
η(Ta) =
 0 Ta  LB1 Ta  LF . (2.2)
Das Lie-Produkt ist somit:
[Ta, Tb] ≡ TaTb − (−1)η(Ta)η(Tb) TbTa
= ifabcTc (2.3)
Offensichtlich entha¨lt die in (2.1) gegebene Algebra zwei Typen von Operatoren: Sol-
che, deren Lie-Produkt der Kommutator ist (aus LB) und solche, deren Lie-Produkt
der Antikommutator ist (aus LF ). In Anlehnung an die Quantisierung von Feldern
bezeichnet man die Elemente aus LB daher als bosonisch und die aus LF als fermio-
nisch.
Die bosonischen Elemente sind im Fall der Supersymmetrie all jene, die auch in
nicht-supersymmetrischen Theorien auftreten: Der Impulsoperator Pµ, der Drehim-
pulsoperator Jµν und die Generatoren Ba einer kontinuierlichen, inneren Symmetrie.
Gema¨ß Haag,  Lopusa´nski, Sohnuis [HLS75] mu¨ssen die Elemente aus LF Linear-
kombinationen von Operatoren sein, die sich bezu¨glich der (1
2
, 0)- und der (0, 1
2
)-
Darstellung der Lorentz-Gruppe transformieren. Die einfachste Mo¨glichkeit, solche
fermionischen Operatoren zu konstuieren, ist daher die Definition linksha¨ndiger
Weyl-Spinoren QAα und der dazu hermitesch konjugierten Q¯
A
α˙ , welche rechtsha¨ndi-
ge Spinoren sind. Darin sind α, α˙ = 1, 2 die Indizes der links- bzw. rechtsha¨ndigen
Darstellung der Lorentz-Gruppe. Die QAα transformieren fermionische Zusta¨nde in
bosonische und umgekehrt:
QAα |B 〉 = |F 〉 , QAα |F 〉 = |B 〉 . (2.4)
Der Index A = 1, ..., N gibt die Anzahl der fermionischen Operatoren und somit die
Anzahl der Supersymmetrien an, die das entsprechende Modell aufweist.
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2.2 Super-Poincare´-Algebra
Man kann zeigen [Soh85], dass in Modellen, in denen die Anzahl der Supersymme-
trien N ≥ 2 ist, keine chiralen Fermionen existieren. Da hier jedoch nur Modelle
diskutiert werden sollen, deren elektroschwacher Sektor die korrekte V-A-Struktur
aufweist und deren Teilchenspektrum daher chirale Fermionen besitzen muß, wird
im Folgenden nur die N=1-Supersymmetrie diskutiert.
Die Algebra der N = 1-Supersymmetrie, welche per Konstruktion keine zentralen
Ladungen aufweisen kann, lautet:
[Jµν, Jρσ] = i(gνρJµσ − gµσJνρ − gµρJνσ − gνσJµρ),
[Pµ, Jρ,σ] = i(gµρPσ − gµσPρ),
[Pµ, Pν] = 0,
[Pµ, Ba] = [Jµν , Ba] = 0,
[Ba, Bb] = ifabcBc,
[Pµ, Qα] = [Pµ, Q¯α˙] = 0,
{Qα, Q¯α˙} = 2(σµ)αα˙Pµ,
{Qα, Qβ} = {Q¯α˙, Q¯β˙} = 0,
[Qα, Ba] = baQα,
[Q¯α˙, Ba] = − b∗aQ¯α˙. (2.5)
Die letzten beiden Gleichungen von (2.5) zeigen, dass sich die Elemente aus LF
gema¨ß einer eindimensionalen Darstellung der inneren Symmetriegruppe transfor-
mieren. Im MSSM geht man zu einer Darstellung der Ba u¨ber, in der ba =1 gilt. Die
hiermit verbundene Symmetrie ist die so genannte R-Symmetrie.
2.3 Superraum und Superfelder
Ein besonders kompakter Formalismus zur Darstellung von Feldern und deren Su-
persymmetrie-Transformationen ist der erstmals in der Arbeit [SS74] eingefu¨hrte
Superraum-Formalismus. Ein Punkt im Superraum z = (xµ, θα, θ¯α˙) hat acht Koor-
dinaten: Die vier gewo¨hnlichen Raum-Zeit-Koordinaten des Minkowski-Raumes und
zusa¨tzlich vier aus der grassmannwertigen Variablen θα mit θ¯α˙ = (θα)∗.
Sobald man die Elemente der Super-Poincare´-Gruppe auf dem Superraum darge-
stellt hat, kann man das so genannte allgemeine Superfeld als Taylor-Entwicklung
in den Variablen θ und θ¯ angeben. Wegen der Grassmann-Wertigkeit von θ und θ¯
bricht die Entwicklung ab.
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Ein Superfeld entha¨lt stets die gleiche Anzahl von bosonischen und fermionischen
Freiheitsgraden. Zur Konstruktion einer supersymmetrischen Wirkung ist die De-
finition eingeschra¨nkter Superfelder no¨tig. Man definiert chirale Superfelder und
Vektorsuperfelder (vgl. zum Beispiel Referenz [Soh85]). Die fermionischen und bo-
sonischen Freiheitsgrade der eingeschra¨nkten Superfelder werden mit den im Teil-
chenspektrum eines Modells vorkommenden Fermionen und Bosonen identifiziert.
Innerhalb dieser Arbeit wird nicht weiter auf die konzeptitionellen Grundlagen su-
persymmetrischer Theorien eingegangen, da deren Kenntnis nicht zum Versta¨ndnis
der in Kapitel 6 dargestellten Rechnungen beitra¨gt.
15
Kapitel 3
Das MSSM
Das SM der Elementarteilchenphysik liefert eine hervorragende Beschreibung der
Physik an heutigen Hochenergiebeschleunigern. Dennoch verbleiben Fragen, auf die
es im Rahmen des SMs keine oder keine zufriedenstellende Antwort gibt. Das MSSM,
welches die minimal mo¨gliche N=1-SUSY-Erweiterung des SMs darstellt, bietet bei
einer Reihe dieser Probleme eine befriedigende Lo¨sung an, zum Beispiel:
• Innerhalb bestimmter Parameterbereiche entha¨lt das MSSM Teilchen, deren
Massen und Kopplungen derart sind, dass sie mit der kalten, dunklen Materie
identifiziert werden ko¨nnen, fu¨r deren Existenz es empirische Befunde gibt.
• Im MSSM vereinheitlichen sich die Kopplungen der starken, schwachen und
elektromagnetischen Kraft bei Energien in der Gro¨ßenordnung von ∼1016 GeV.
Diese Vereinheitlichung ist vor dem Hintergrund, eine allumfassende Theorie
aller fundamentalen Wechselwirkungen zu konstruieren, wu¨nschenswert.
• String-Theorien liefern viel versprechende Ansa¨tze, die Quantentheorie und
die Gravitation zu vereinheitlichen. Solche Theorien erfordern Supersymmetrie
(zumindestens an der Planck-Skala).
3.1 Teilchenspektrum
Im MSSM wird jedes Quark- und Leptonfeld aus dem SM durch ein chirales Su-
perfeld ersetzt. Die fermionischen Freiheitsgrade darin beschreiben die Quarks und
Leptonen. Die bosonischen Freiheitsgrade, die so genannten Superpartner der SM-
Felder, werden Squarks und Sleptonen genannt. Letztere transformieren unter Eich-
transformationen per Konstruktion in derselben Weise wie die ihnen zugeordneten
SM-Felder. Chirale Superfelder enthalten links- und rechtsha¨ndige Weyl-Spinoren,
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welche im Folgenden mit ψL bzw. ψR bezeichnet werden. Die Superpartner hierzu
sind die Spin-0-Felder ψ˜L und ψ˜R. Sie tragen den chiralen Index, um deutlich zu
machen, zu welchem chiralen SM-Feld sie geho¨ren.
Die Eichfelder des SM werden im MSSM durch die bosonischen Freiheitsgrade der
Vektorsuperfelder repra¨sentiert. Die zugeho¨rigen fermionischen Freiheitsgrade hierin
bezeichnet man als Gauginos. Sie transformieren bezu¨glich der adjungierten Darstel-
lung der Eichgruppe.
Der einzige experimentell noch nicht u¨berpru¨fte Baustein des Standardmodells ist
das Higgsboson. Dieses Spin-0-Feld bildet im MSSM gerade die bosonischen Frei-
heitsgrade eines chiralen Superfeldes, dessen fermionische Komponenten durch die
Higgsionos beschrieben werden. Im Gegensatz zum SM existieren im MSSM zwei
Higgsdubletts. Die Notwendigkeit hierfu¨r wird in Kapitel 3.3 dargestellt.
In Tabelle (3.1) ist eine U¨bersicht u¨ber das Teilchenspektrum des Minimal Supersy-
metrischen Standardmodells in der Wechselwirkungsbasis gegeben. Die letzten drei
Spalten geben eine U¨bersicht der Darstellungen dieser Felder bezu¨glich der Eich-
gruppen.
Die physikalischen Masseneigenzusta¨nde der Superpartner der Squark- und Slepton-
felder sind nach der elektroschwachen Symmetriebrechung Linearkombinationen der
Wechselwirkungsfelder und werden ha¨ufig mit q˜1, q˜2 bzw. l˜1, l˜2 bezeichnet.
Die Masseneigenzusta¨nde der fermionischen Partner der Higgsbosonen und der Eich-
Tabelle 3.1: SM-Felder und ihre Superpartner im MSSM. Der Index I = 1, 2, 3
la¨uft u¨ber die Generationen, die Superpartner sind jeweils mit einer Tilde u¨ber
dem Buchstaben gekennzeichnet.
Typ Superfeld Fermionfeld Bosonfeld SU(3)C SU(2)L U(1)Y
QˆI
(
uL,I dL,I
) (
u˜L,I d˜L,I
)
3 2 1
6
Quarks ˆ¯UR,I u
†
R,I u˜
∗
R,I 3¯ 1 −23
ˆ¯DR,I d
†
R,I d˜
∗
R,I 3¯ 1
1
3
Leptonen LˆI
(
ν eL,I
) (
ν˜ e˜L,I
)
1 2 −1
2
ˆ¯ER,I e
†
R,I e˜
∗
R,I 1 1 1
Higgs Hˆ1
(
H˜01 H˜
−
1
) (
H01 H
−
1
)
1 2 −1
2
Hˆ2
(
H˜+2 H˜
0
2
) (
H+2 H
0
2
)
1 2 +1
2
Gluon Gˆ g˜ g 8 1 0
W-Boson Wˆ W˜±, W˜ 0 W±, W 0 1 3 0
B-Boson Bˆ B˜0 B0 1 1 0
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bosonen enthalten nach elektroschwacher Symmetriebrechung ebenfalls Linearkom-
binationen der entsprechenden Felder in der Wechselwirkungsbasis. Die dabei ent-
stehenden zwei geladenen Zusta¨nde bezeichnet man als Charginos χ˜1,2, die vier un-
geladenen als Neutralinos χ˜01,...,4.
3.2 Lagrangedichte
Bei erhaltener Supersymmetrie weisen die supersymmetrischen Partner exakt die
gleichen Masseneigenwerte wie die ihnen zugeordneten SM-Felder auf. Diese Tat-
sache steht offensichtlich im Widerspruch zu den Beobachtungen. Im Squarksektor
liegen die unteren Massengrenzen im Bereich von mq˜ ≈ 100−400 GeV [Y+06]. Somit
muss die Supersymmetrie gebrochen und die Brechungsskala mindestens von dieser
Gro¨ßenordnung sein.
Die Lagrangedichte des MSSMs la¨sst sich gema¨ß der Symmetrieeigenschaften ihrer
Anteile nach
LMSSM = LSUSY + Lsoft (3.1)
zerlegen. Darin ist LSUSY der Anteil der Lagrangedichte, welcher invariant unter
Supersymmetrietransformationen ist und Lsoft der Anteil, der die Supersymmetrie
explizit bricht. Im Folgenden werden die Summanden in Gleichung (3.1) nur in soweit
vorgestellt, wie es fu¨r diese Arbeit notwendig ist.
3.2.1 Supersymmetrische Lagrangedichte
Der erste Summand in (3.1) entha¨lt die kinetischen Terme aller Felder und die Eich-
wechselwirkungen.
Die Wahl der Eichgruppe zu SU(3)C×SU(2)L×U(1)Y und die Forderung der Renor-
mierbarkeit der Theorie schra¨nkt die Form der Eichwechselwirkungen und damit die
Gestalt des so genannten Superpotentials WMSSM stark ein. Aus der geforderten Inva-
rianz der Lagrangedichte LSUSY unter Supersymmetrietransformationen erha¨lt man
eine weitere Einschra¨nkung, na¨mlich die Holomorphie des Superpotentials in den
Superfeldern. Die Eichinvarianz, die geforderte Renormierbarkeit der Theorie, die
Holomorphie und die Forderung von Baryonzahl- und Leptonzahlerhaltung fu¨hren
auf:
WMSSM =
3∑
I,J=1
[
(
 
d)
IJHˆ1Qˆ
I ˆ¯DJ + (
 
u)
IJHˆ2Qˆ
I ˆ¯UJ + (
 
e)
IJHˆ1Lˆ
I ˆ¯EJ
]
+ µHˆ1Hˆ2.
(3.2)
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Die
 
i sind dimensionslose, komplexe Yukawa-Kopplungsmatrizen im Generationen-
raum. Aus Gru¨nden der Eich- und SUSY-Invarianz koppeln die ˆ¯D- und ˆ¯U -Felder
an verschiedene Higgsdubletts (vgl. Kapitel 3.3). (Auf die Beschreibung massiver
Neutrinos wird hier nicht weiter eingegangen.)
Durch Bilden des sogenannten F-Terms erha¨lt man die Wechselwirkungen der Lepto-
nen, Quarks und Higgsbosonen mit den Superpartnern der SM-Teilchen. Jede dieser
Wechselwirkungen entha¨lt genau zwei oder keinen Superpartner. Damit erha¨lt die
Theorie die so genannte R-Parita¨t. Alle SM-Felder sind gerade und alle supersymme-
trischen Partner der SM-Felder sind ungerade unter R-Parita¨t. Dies stellt innerhalb
des MSSMs die Lepton- und Baryonzahlerhaltung sicher.
Selbstversta¨ndlich ist es mo¨glich, die R-Parita¨t verletzende Terme in das Superpo-
tential einzufu¨gen. Jedoch mu¨ssen die hiermit in Verbindung stehenden Kopplungen
dann aus pha¨nomenologischen Gru¨nden sehr klein sein.
Die R-Parita¨tserhaltung stellt die Stabilita¨t des leichtesten, supersymmetrischen
Teilchens sicher. In bestimmten Parameterbereichen la¨sst sich dieses leichteste, su-
persymmetische Teilchen mit der kalten, dunklen Materie identifizieren.
3.2.2 SUSY-brechende Terme
Wie bereits zu Beginn des Kapitels 3.2 erwa¨hnt wurde, muss die Supersymmetrie
gebrochen sein.
Bis heute ist kein befriedigender Mechanismus der Supersymmetrie-Brechung be-
kannt. Daher entschließt man sich aus pragmatischen Gru¨nden, die Brechung der
Supersymmetrie durch Einfu¨hrung eines expliziten Brechungstermes Lsoft zu para-
metrisieren. Die dabei eingefu¨hrten Terme in Lsoft sollen jedoch nicht zu quadrati-
schen Divergenzen im skalaren Sektor der Theorie fu¨hren, was mit dem Terminus
”soft” angedeutet wird. Technisch bedeutet dies, dass Lsoft nur Operatoren mit einer
Massendimension kleiner vier entha¨lt.
Die Philosophie bei der Einfu¨hrung dieser Brechungsterme ist denkbar einfach: Man
konstruiert Lsoft aus all jenen Termen, die nicht explizit durch die Eichsymmetrie
verboten sind, nicht zu quadratischen Divergenzen im skalaren Sektor fu¨hren und
die R-Parita¨t erhalten. Damit sind nur noch die folgenden drei Typen von Termen
erlaubt:
• Trilineare Wechselwirkungsterme fu¨r skalare Felder
• Massenterme fu¨r alle Superpartner der SM-Felder und fu¨r die Higgsfelder
• Majoranamassenterme fu¨r die Gaugino-Felder
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Folglich hat der soft-SUSY-brechende Term der Lagrangedichte die Gestalt
Lsoft = − 1
2
(M3g˜g˜ +M2W˜ W˜ +M1B˜B˜) + h.c.
−m21H†1H1 −m22H†2H2 − (m212H1H2 + h.c)
+
∑
Gen.
[
− (U˜∗R
 
uQ˜H2 − D˜∗R
 
dQ˜H1 − E˜∗R
 
eL˜H1) + h.c.
−Q˜†  QQ˜− L˜†  LL˜− U˜∗R  uU˜R − D˜∗R  dd˜R − E˜∗R  eE˜R
]
. (3.3)
Die Summe in dieser Darstellung von Lsoft la¨uft u¨ber alle Generationen, wobei der
Generationenindex an den Feldern und Matrizen der U¨bersichtlichkeit halber un-
terdru¨ckt wurde. Die Parameter M1,M2,M3, m1, m2, m12 haben Massendimension
eins. Aus empirischen Gru¨nden fordert man:
M1, M2, M3, m1, m2, m12 ≈ O(msoft), (3.4)
wobei msoft∼O(1 TeV) fu¨r die Brechungsskala der Supersymmetrie steht. Die   u,   d
und
 
e sind im Allgemeinen komplexe Matrizen im Generationenraum, deren Ele-
mente die Massendimension eins haben. Die  u,

d,

e,

Q,

L sind im Allgemeinen
hermitesche Matrizen im Generationenraum. Ihre Elemente sind von der Massendi-
mension zwei und daher von der Gro¨ßenordnung O(m2soft).
Durch die Einfu¨hrung dieser soft-SUSY-brechenden Terme entha¨lt das MSSM ei-
ne im Vergleich zum SM große Anzahl von freien Parametern, welche nur durch
Messungen fixiert bzw. eingeschra¨nkt werden ko¨nnen.
3.3 Der Higgssektor
Im MSSM beno¨tigt man mindestens zwei Higgsdubletts mit entgegengesetzten Hy-
perladungen, um eine anomaliefreie, supersymmetrische Theorie zu schaffen. Hierfu¨r
gibt es zwei Gru¨nde:
1. In einem supersymmetrischen Modell mit nur einem Higgsdublett existiert
zuna¨chst ein Higgsino als supersymmetrischer Partner des SM-Higgsbosons.
Dieses Higgsino erzeugt einen nichtverschwindenden Beitrag zur chiralen An-
omalie der Eichstro¨me. Um die Theorie von dieser Anomalie zu befreien, bedarf
es der Einfu¨hrung eines zweiten Higgsdubletts mit entgegengesetzter Hyper-
ladung, so dass sich die Anomaliebeitra¨ge beider Higgsinos gegenseitig ku¨rzen
ko¨nnen.
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2. Die Supersymmetrie verlangt die Holomorphie des Superpotentials in den Su-
perfeldern. Damit kann das Superpotential entweder eine Funktion des chi-
ralen Superfeldes Hˆ1 oder des konjugiert komplexen chiralen Superfeldes Hˆ
∗
1
sein, nicht jedoch eine Funktion beider Felder gleichzeitig. Um den up-artigen
und den down-artigen Quarks u¨ber den Mechanismus der elektroschwachen
Symmetriebrechung eine Masse zu verleihen, beno¨tigt man somit zwei Higgs-
dubletts.
Die beiden Spin-0-Dubletts lassen sich wie in Tabelle (3.1) parametrisieren:
H1 =
H01
H−1
 , H2 =
H+2
H02
 . (3.5)
Darin sind H0i , H
−
1 , H
+
2 komplexe Spin-0-Felder. Das Higgspotential entha¨lt Beitra¨ge
aus den D-Termen der supersymmetrischen Lagrangedichte, aus dem Superpotential
und aus den soft-SUSY-brechenden Termen. Es kann auf die folgende Form gebracht
werden:
VHiggs = (|µ|2 +m21)(|H01 |2 + |H−1 |2) + (|µ|2 +m22)(|H02 |2 + |H+2 |2)
−m212(H−1 H+2 −H01H02 )
+
1
8
(g2 + g′2)(|H02 |2 + |H+2 |2 − |H01 |2 − |H−1 |2)2
+
1
2
g2|H−1 H+2 +H01H02 |2. (3.6)
Um elektroschwache Symmetriebrechung in einen stabilen Vakuumzustand zu er-
mo¨glichen, muss das Potential ein lokales Minimum aufweisen, also nach unten be-
schra¨nkt sein. Das wird durch die Bedingung
2m212 < 2|µ|2 +m21 +m22 (3.7)
sichergestellt. Ohne Beschra¨nkung der Allgemeinheit kann im Minimum des Po-
tentials eine geeignete SU(2)L-Eichtransformation durchgefu¨hrt werden, so dass im
Minimum des Potentials
H−1 = 0, H
+
2 = 0 (3.8)
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gilt. Somit erhalten nur die ungeladenen Komponenten aus (3.5) einen von Null
verschiedenen Vakuumerwartungswert:
〈H1〉 =
 v1√2
0
 , 〈H2〉 =
 0
v2√
2
 . (3.9)
Dieser Sachverhalt ist Ausdruck der Tatsache, dass die Elektromagnetische-Eich-
symmetrie ungebrochen bleibt und somit ein elektrisch neutrales Vakuum existiert.
Die Summe des Betrags der Vakuumerwartungswerte
√
v21 + v
2
2 ist durch die Masse
der Eichbosonen festgelegt:
v2 = v21 + v
2
2 = 4
m2Z
g2 + g′2
= 4
m2W
g2
. (3.10)
Darin ist g die Kopplungskonstante der SU(2)L-Eichgruppe und g
′ die Kopplungs-
konstante der U(1)Y -Eichgruppe. Man definiert den Winkel β durch
tanβ =
v2
v1
(3.11)
Laut (3.5) entha¨lt der Higgssektor des MSSMs acht reelle, Spin-0-Freiheitsgrade.
Drei hiervon ergeben nach der elektroschwachen Symmetriebrechung die unphysi-
kalischen Goldstone-Bosonen G± und G0, welche die longitudinalen Polarisations-
freiheitsgrade der schweren Vektorbosonen W± und Z0 verko¨rpern. Die u¨brigen
fu¨nf Freiheitsgrade fu¨hren zu physikalischen Higgsbosonenzusta¨nden. Hierbei treten
zwei ungeladene Skalare h0, H0, ein ungeladener Pseudoskalar A0 und zwei geladene
Higgsbosonen H+ und H− auf.
In niedrigster Ordnung sind die physikalischen Masseneigenzusta¨nde der neutra-
len Higgsbosonen innerhalb des minimal supersymmetrischen Standardmodells auch
CP -Eigenzusta¨nde, wie in Tabelle (3.2) angedeutet wird. Die Higgsfelder in der Mas-
Tabelle 3.2: Physikalische, neutrale Higgsbosonen und ihre CP -Quantenzahlen.
Darin ist J der Gesamtdrehimpuls, C die Ladungskonjugationsquantenzahl und
P die Parita¨t
h0 H0 A0
JPC 0++ 0++ 0−+
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senbasis ergeben sich aus den Higgsfeldern in der Wechselwirkungsbasis mit Hilfe
der Relationen G0
A0
 = √2
sin β − cos β
cos β sin β
 Im(H02 )
Im(H01 )
 , (3.12)
 h0
H0
 = √2
cosα − sinα
sinα cosα
Re(H02 )− v2√2
Re(H01 )− v1√2
 (3.13)
fu¨r die ungeladenen Higgsbosonen undG+
H+
 =
sin β − cos β
cos β sin β
 H+2
H+1
 (3.14)
fu¨r die geladenenen Higgsbosonen. Auf Born-Niveau ergeben sich die Massen der
Higgsbosonen zu
mA0 = 2
m212
sin 2β
, (3.15)
m2H± = m
2
A0 +m
2
W , (3.16)
m2h0,H0 =
1
2
[
m2A0 +m
2
Z ±
√
(m2
A0
+m2Z)
2 − 4m2
A0
m2Z cos
2 2β
]
. (3.17)
Per Definition gilt mh0 < mH0 und man findet:
mh0 < mz cos 2β < mZ . (3.18)
Mit der Relation
tan 2α = tan 2β · m
2
A0
+m2Z
m2
A0
−m2Z
, (3.19)
ist der Winkel α eindeutig auf α ∈ [−pi
2
, 0) festgelegt. Der Higgssektor des MSSMs
la¨sst sich somit durch zwei freie Parameter beschrieben.
Die hier angegebenen Relationen gelten nur in der niedrigsten Ordnung der Sto¨rungs-
theorie. Insbesondere gilt die Gleichung (3.18) nur in der Born-Approximation.
Selbstenergiekorrekturen der Higgsbosonen induzieren zum Teil große Korrekturen
der Higgsmassen (vgl. Referenz [Dab95]). Inklusive der Selbstenergiekorrekturen der
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Higgsbosonen ergibt sich eine obere Schranke an die Masse des leichten, skalaren
Higgsbosons mit (siehe [HH91] und [ERZ91]):
mh0 . 130 GeV. (3.20)
In der numerischen Analyse dieser Arbeit werden die schleifenkorrigierten Massen
verwendet, wenngleich die analytischen Formeln fu¨r diese hier aus Gru¨nden der
U¨bersichtlichkeit nicht angegeben werden.
3.4 Der Squarksektor
Die im Zuge der elektroschwachen Symmetriebrechung entstehenden Masseneigen-
zusta¨nde der Superpartner der Materiefelder des SMs sind Linearkombinationen ih-
rer Wechselwirkungszusta¨nde. Im allgemeinen Fall setzt sich ein Masseneigenzustand
aus einer Linearkombination von Feldern gleicher SU(3)C × U(1)em-Quantenzahlen
zusammen, stellt also ein Gemisch aus Feldern unterschiedlicher Generationen dar.
Modelle, in denen eine derartige Mischung auftaucht, sind in großen Bereichen des
Parameterraumes des MSSMs pha¨nomenologisch inakzeptabel. Sie sagen in der Re-
gel flavour-a¨ndernde, neutrale Stro¨me in Gro¨ßenordnungen voraus, die nicht mit
experimentellen Daten vereinbar sind. Eine Analyse der Daten aus der K0− K¯0-
und D0−D¯0-Mischung [GGMS96] weist darauf hin, dass zumindest die Mischung
zwischen der ersten und zweiten Generation extrem klein sein muss, solange die
Squarks und Gluinos nicht signifikant schwerer als 1 TeV sind.
Daher wa¨hlt man die in Lsoft auftauchenden Parameter in der Regel so, dass sich zu
gegebener Generation I der Masseneigenzustand des Superpartners eines Feldes ψI
lediglich als Kombination aus ψ˜L,I und ψ˜R,I ergibt.
Die Massenterme der Squarks haben dann die Gestalt
L ⊃ −
(
q˜∗L q˜
∗
R
)

q
q˜L
q˜R
 , (3.21)
wobei qL,R generisch fu¨r ein beliebiges Squarkfeld steht und

q eine hermitesche
2×2-Matrix ist.
Der Ursprung dieser Terme liegt sowohl in den F- und D-Termen aus LSUSY als
auch in den soft-SUSY-brechenden Termen aus Lsoft. Die Nebendiagonaleintra¨ge
der Massenmatrix  q,I werden jedoch ausschließlich von den F-Termen und den soft-
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SUSY-brechenden Beitra¨gen gespeist. Fu¨r reelle Parameter nimmt die Massenmatrix
fu¨r die up-artigen Squarks die Gestalt

u,I =
m2u,I +m2u˜,L + (12 − 23s2W) cos(2β)m2Z −mu,I((Au)II + µ cotβ)
−mu,I
(
(Au)II + µ cotβ
)
m2u,I +m
2
u˜,L +
2
3
s2W cos(2β)m
2
Z
 .
(3.22)
an. Darin bezeichnet
s2
W
= 1− M
2
W
M2Z
(3.23)
das Quadrat des Sinus des schwachen Mischungswinkels θW , m
2
u˜,L steht fu¨r das
Matrixelement (  Q)II und m
2
u˜,L entsprechend fu¨r das Matrixelement (

U)II in (3.3).
Die Massenmatrix fu¨r die down-artigen Squarks ist analog durch

d,I =
m2d,I +m2d˜,L − (12 − 13s2W ) cos(2β)m2Z −md,I((Ad)II + µ tanβ)
−md,I
(
(Ad)II + µ tanβ
)
m2d,I +m
2
d˜,L
+ 1
3
s2W cos(2β)m
2
Z

(3.24)
gegeben. Die Nebendiagonalelemente in (3.22) und (3.24) sind proportional zu den
Massen der jeweiligen Quarks. Dieser Sachverhalt impliziert, dass große Mischungs-
effekte nur bei solchen Squarks q˜ auftreten, bei denen das Produkt mqµ tanβ bzw.
mqµ cotβ in der Gro¨ßenordnung ihrer Masse liegt. Mit Ausnahme der Stop-Squarks
und fu¨r große tan β auch der sbottom-Squarks sind die Mischungseffekte daher ver-
nachla¨ssigbar.
Sind alle Parameter in (3.22) und (3.24) reell, so ko¨nnen diese Matrizen durch eine
orthogonale Transformation diagonalisiert werden. Die Squarkfelder in der Massen-
basis sind dann durch q˜L
q˜R
 =
 cos θq sin θq
− sin θq cos θq
  q˜1
q˜2.
 (3.25)
definiert. Darin beschreiben q˜L und q˜R die Squarkfelder in der Wechselwirkungs- und
q˜1 bzw. q˜2 die Squarksfelder in der Massenbasis. Der Mischungswinkel θq ∈ [0, pi2 ) ist
mit
sin 2θq =
2mq,I(Aq)I,I
m2q˜1 −m2q˜2
, cos 2θq =
m2q˜,L −m2q˜,R
m2q˜1 −m2q˜2
(3.26)
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fu¨r die up- und down-artigen Squarks aller drei Generationen eindeutig festgelegt.
Weiterhin soll per Definition mq˜1 ≤ mq˜2 gelten.
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Kapitel 4
Methoden
Innerhalb dieser Dissertation kommen eine Reihe von Techniken zum Einsatz, die in
diesem Kapitel kurz dargestellt werden sollen. Hierbei wird auf die no¨tigen Zusam-
menha¨nge jeweils nur soweit eingegangen, wie es im Rahmen dieser Arbeit notwendig
ist.
4.1 Spindichtematrixformalismus
Thema dieses Vorhabens ist das Studium der Produktion und des Zerfalls von Spin-
0-Resonanzen, insbesondere von Higgsbosonen am LHC mit dem Ziel, Observablen
zur Bestimmung der CP -Quantenzahlen dieser Resonanzen zu konstruieren und
zu berechnen. In großen Bereichen des MSSM-Parameterraumes ist der dominante
Produktionsprozess fu¨r das leichte skalare Higgsboson h0 die Gluonfusion. Fu¨r das
schwere, skalare und das pseudoskalare Higgsboson ist in Bereichen mit tan β ≥ 7
die bb¯-Annihilation dominant.
Die Untersuchungen dieser Dissertation werden im τ+τ−-Zerfallskanal und im tt¯-
Zerfallskanal der Higgsbosonen durchgefu¨hrt. Insbesondere werden die Reaktionen
gg → φ+X → τ+τ− +X → Xτ− +Xτ+ +X, (4.1)
in na¨chstfu¨hrender Ordnung (NLO) der QCD und die Reaktion
bb¯ → φ→ τ+τ− → Xτ− +Xτ+, (4.2)
in fu¨hrender Ordnung (LO) der QCD untersucht. Im tt¯-Kanal werden die Reaktionen
gg → φ→ tt¯→ Xt +Xt¯ (4.3)
bb¯ → φ→ tt¯→ Xt +Xt¯, (4.4)
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(4.5)
in LO QCD beru¨cksichtigt. Das Symbol φ steht hier und im Folgenden generisch fu¨r
eine beliebige Spin-0-Resonanz, im Falle des MSSMs also fu¨r die Higgsbosonen h0, H0
oder A0, bzw. allgemeiner auch fu¨r ein Gemisch aus Zusta¨nden mit entgegengesetzter
CP -Parita¨t. Die Reaktionen (4.3) und (4.4) sind nur fu¨r schwere Higgsbosonen φ
mit Massen mφ ≥ 2mt von Interesse. Nur in diesem Fall ko¨nnen die Teilchen φ als
intermedia¨re Zusta¨nde resonant produziert werden.
Neben den Prozessen (4.1) und (4.2) werden im τ+τ−-Kanal bei der Berechnung der
QCD-Korrekturen zu (4.1) auch die partonischen Reaktionen
qg → φ+ q → τ+τ− + q → Xτ− +Xτ+ + q, (4.6)
q¯g → φ+ q¯ → τ+τ− + q¯ → Xτ− +Xτ+ + q¯ (4.7)
beru¨cksichtigt. Die Symbole Xτ− und Xτ+ bzw. Xt und Xt¯ in obigen Gleichungen
stehen abku¨rzend fu¨r die verschiedenen Zerfallsprodukte der τ -Leptonen bzw. top-
Quarks. Hiermit wird angedeutet, dass die Untersuchungen fu¨r verschiedene, spa¨ter
noch zu spezifizierende Endzusta¨nde durchgefu¨hrt werden (siehe Kapitel 7.3 bzw.
Kapitel 9.3).
Der Spinzustand der Zerfallsprodukte von φ gibt Aufschluss u¨ber die Parita¨t der zer-
fallenden Spin-0-Resonanz φ (siehe [BBF97], [BB94], [BB93] und [KKSZ94]). Dieser
Spinzustand ist jedoch nicht direkt (fu¨r jedes einzelne Ereignis) messbar, sondern
kann nur fu¨r ein Ensemble von Teilchen bestimmt werden. Die Winkelverteilungen
der Zerfallsprodukte der τ+τ−- bzw. tt¯-Paare lassen Ru¨ckschlu¨sse auf τ+- und τ−-
Lepton- bzw. t und t¯-Quark-Polarisation und auf τ+τ−- bzw. tt¯-Spinkorrelation zu.
Da die Polarisation und die τ+τ−- bzw. tt¯-Spinkorrelation von unmittelbarem In-
teresse fu¨r die in dieser Arbeit angestellten Untersuchungen sind, wird fu¨r sa¨mt-
liche obige Reaktionen die jeweilige Spindichtematrix (SDM) berechnet. Die SDM
ermo¨glicht ein systematisches, Spinbasis unabha¨ngiges Studium von Polarisations-
effekten.
Die Amplitude der Reaktion (4.1) bzw. (4.2) faktorisiert in fu¨hrender Ordung als
auch in na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD in einen Produktionsanteil, der den
Prozess gg → φ → τ+τ− bzw. bb¯ → φ → τ+τ− beschreibt und Anteile, wel-
che die τ -Zerfa¨lle beschreiben. Das quadrierte Matrixelement kann mit dem SDM-
Formalismus auf u¨bersichtliche Weise berechnet werden.
Um im Folgenden eine u¨bersichtlichere Darstellung zu gewa¨hrleisten, wird exempla-
risch nur noch von der Reaktion (4.1) gesprochen, sofern der entsprechende Sach-
verhalt auf alle hier beru¨cksichtigten Reaktionen im τ+τ -Kanal und im tt¯-Kanal
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gleichermaßen zutrifft.
Auf Grund der Faktorisierbarkeit des Prozesses (4.1) in die Produktion und den
Zerfall des φ auf der einen und den Zerfall des τ+τ−-Paares auf der anderen Seite
kann das Betragsquadrat des Matrixelementes angegeben werden mit
1
Ng
∑
Farbe
Spin
|Tfi|2 = Tr
[
Rφgg (ρ
τ−⊗ ρτ+)]. (4.8)
Der Faktor Ng ist durch die Anzahl der Spin- und Farbfreiheitsgrade im Anfangs-
zustand gegeben, u¨ber die hier gemittelt wird. Die Gro¨ßen ρτ
−
bzw. ρτ
+
sind die
jeweiligen Zerfallsspindichtematrizen fu¨r den entsprechenden τ -Zerfall. Sie werden
im Kapitel 7.3 ausfu¨hrlich besprochen.
Mit Rφgg wird in (4.8) die Produktionsspindichtematrix fu¨r den Prozess
gg → φ→ τ+τ− (4.9)
bezeichnet. Sie kann aus dem quadrierten Matrixelement mit der Indentita¨t
1
Ng
∑
Farbe
Spin
|Tgg→φ→ττ (sˆ1, sˆ2)|2 = Tr
[
Rφgg ·
1
2
(   + sˆ1σ)⊗ 1
2
(   + sˆ2σ)
]
. (4.10)
gewonnen werden. Darin bezeichnet σ einen dreikomponentigen Vektor, dessen Ein-
tra¨ge die Pauli-Matrizen sind. Der Ausdruck 1
2
(   + sˆ1σ) ⊗ 12(   + sˆ2σ) stellt eine
Projektion auf das Tensorprodukt der τ+- und τ+-Spinra¨ume dar. Die darin vor-
kommenden normierten Spinvektoren sˆ1 und sˆ2 sind im quantenmechanischen Sinne
so zu verstehen, dass eine Messung des Spins im jeweiligen Ruhesystem entlang der
Quantisierungsachsen sˆ1 bzw. sˆ2 den Wert
1
2
ergibt.
Laut Gleichung (4.8) kann das quadrierte Matrixelement fu¨r den Prozess (4.1) als
Spur des Produktes der Produktionsspindichtematrix Rφgg und der Zerfallsspindich-
tematrizen der τ -Leptonen berechnet werden. Diese Form der Faktorisierung verein-
facht die Berechnung der QCD-Korrekturen des Prozesses (4.1).
Gema¨ß (4.10) wirkt die Dichtematrix Rφgg als Operator auf dem Tensorproduktraum
der Spinra¨ume der τ -Leptonen. Aufgrund der Hermitezita¨t der Dichtematrix und
der Eigenschaften des Tensorproduktes kann die folgende allgemeine Zerlegung von
Rφgg in der Matrixbasis {   ,σ} angegeben werden:
Rφgg = A ·   ⊗   + B+ · σ ⊗   +   ⊗ σ ·B− + Cijσi ⊗ σj. (4.11)
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Der Koeffizient A gibt nach (4.10) bis auf die Normierung den differentiellen Wir-
kungsquerschnitt fu¨r die Reaktion (4.9), summiert u¨ber die Spins der τ+ und τ−-
Leptonen an,
A ∼ dσ. (4.12)
Die Gro¨ßen B± und Cij transformieren auf Grund der ra¨umlichen Rotationsinva-
rianz wie Vektoren bzw. Tensoren zweiter Stufe. Im Partonschwerpunktsystem, in
dem pˆ den normierten Impuls des Gluons, kˆ den normierten Impuls des τ−-Leptons
und nˆ deren orientierte Normale beschreibt, erha¨lt man eine Zerlegung der Form:
B± = b±1 pˆ + b
±
2 kˆ + b
±
3 nˆ, (4.13)
Cij = c0δij + ijk(c1pˆk + c2kˆk + c3nˆk) + c4pˆipˆj + c5kˆikˆj
+ c6(pˆikˆj + pˆj kˆi) + c7(pˆinˆj + pˆjnˆi) + c8(kˆinˆj + kˆjnˆi). (4.14)
Darin ist:
pˆ =
p
|p| , kˆ =
k
|k| , nˆ =
n
|n| . (4.15)
Eine allgemeine Diskussion der Spindichtematrizen der Prozesse (4.1) und (4.3) und
der Eigenschaften ihrer Koeffizienten ist in der Referenz [BB94] zu finden.
4.2 Dipol-Subtraktionsformalismus
Bei der Berechnung der Korrekturen zur Higgs-Produktion durch Gluonfusion in
na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD treten divergente Beitra¨ge auf. Es existieren
zum einen virtuelle Korrekturen, die Schleifenintegrale enthalten, welche sowohl
ultraviolett- (UV) als auch infrarot-divergent sind. Zum anderen entstehen in die-
ser Ordnung der Sto¨rungstheorie reelle Korrekturen (z.B. durch Abstrahlung von
Gluonen aus dem Anfangszustand), die weiche (softe) und kollineare Divergenzen
besitzen. Weiche und kollineare Divergenzen werden hier kollektiv als Infrarotdiver-
genzen (IR) bezeichnet.
Physikalische Observablen enthalten quadrierte Matrixelemente und mu¨ssen natu¨r-
lich endlich sein. Gema¨ß des Kinoshita-Lee-Nauenberg-Theorems (siehe [LN64] und
[Kin62]) sind physikalische Observablen nach UV-Renormierung in jeder Ordnung
der Sto¨rungstheorie IR-divergenzfrei, wenn u¨ber alle in der jeweiligen Ordnung re-
levanten entarteten Anfangs- und Endzusta¨nde des Prozesses summiert wird. Im
Rahmen des Partonmodells, in dem energiereiche Reaktionen von zwei Partonen im
Anfangszustand betrachtet werden, werden die Divergenzen mit Hilfe der dimensio-
nellen Regularisierung wie folgt beseitigt:
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• Die UV-Divergenzen der virtuellen Korrekturen werden im Zuge der Renor-
mierung durch sogenannte Counterterme geku¨rzt.
• Im Endzustand heben sich die IR-Divergenzen der virtuellen Korrekturen und
der Counterterme mit den IR-Divergenzen der reellen Korrekturen heraus.
• Im Anfangszustand ku¨rzen sich die weichen Divergenzen der reellen Korrek-
turen gegen die der Counterterme und der virtuellen Korrekturen. Die kolli-
nearen Divergenzen der reellen Korrekturen des Anfangszustandes lassen sich
schließlich in die Partonverteilungsfunktionen absorbieren, was durch das Fak-
torisierungstheorem garantiert wird [CSS88].
Somit entsteht ein divergenzfreier Ausdruck.
Ein ga¨ngiges Verfahren zur Regularisierung dieser divergenten Beitra¨ge, welches zu-
dem die Eichinvarianz erha¨lt, ist die dimensionelle Regularisierung. Hierbei wertet
man alle Amplituden konsistent in
d = 4− 2ε (4.16)
Dimensionen aus. Damit zeigen sich obige Divergenzen in Form von 1
εn
-Polen. In
na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD-Kopplung erzeugen die soften und kollinearen
Divergenzen sowohl 1
ε
- als auch 1
ε2
-Pole, die UV-Divergenzen erzeugen lediglich 1
ε
-
Pole.
Der von Catani und Seymour [CS97] entwickelte Dipol-Subtraktionsformalismus
(DSF) stellt eine kompakte, allgemein anwendbare Methode dar, die Ku¨rzung der
verschiedenen IR-Divergenzen innerhalb einer NLO QCD-Rechnung vorzunehmen.
Fu¨r Reaktionen mit Partonen im Anfangszustand ist die grundlegende Idee dieser
Methode die Darstellung des NLO-Wirkungsquerschnittes vermo¨ge:
dσNLO = [dσR − dσA] + dσA + dσV + dσC. (4.17)
Darin bezeichnet dσR den Anteil der reellen Korrekturen am differentiellen NLO-
Wirkungsquerschnitt und dσV entsprechend den virtuellen Anteil. Der Summand
dσC bezeichnet einen kollinearen Counterterm. Er entsteht beim Abfaktorisieren der
kollinearen Divergenzen durch die Redefinition der nackten Partonverteilungen. Die
Gro¨ße dσA ist hier eine geeignete Approximation von dσR, welche in d Dimensionen
punktweise dieselbe Divergenzstruktur wie dσR aufweist.
Nimmt man an, der LO-Prozess habe einen m-Parton-Endzustand mit
σLO =
∫
m
dσB, (4.18)
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so gilt nach (4.17) demzufolge
σNLO =
∫
dσNLO =
∫
m
dσV +
∫
m+1
dσR +
∫
m
dσC. (4.19)
Die Integrale
∫
m
stehen hier generisch fu¨r die auszufu¨hrenden Phasenraumintegra-
tionen. Im Falle der reellen NLO-Korrekturen erstreckt sich das Integral u¨ber den
Phasenraum von m+1 Partonen. In dieser Notation erha¨lt man fu¨r (4.17):
σNLO =
∫
m+1
[dσR − dσA] +
∫
m+1
dσA +
∫
m
dσV +
∫
m
dσC. (4.20)
Bei geeigneter Wahl von σA sind die beiden Summanden des ersten Integranden der
rechten Seite von (4.20) in d=4 Dimensionen divergent aber ihre Summe ist endlich
in d=4 Dimensionen. Die Gro¨ße dσA wirkt hier als lokaler Gegenterm fu¨r dσR.
Unter der Voraussetzung, dass das Integral u¨ber den 1-Parton-Phasenraum von dσA
in d Dimensionen analytisch ausfu¨hrbar ist, kann man den zweiten und dritten
Integranden aus (4.20) in geeigneter Weise miteinander kombinieren und anschlie-
ßend den Limes ε→ 0 bestimmen. Die in den kollinearen Bereichen des 1-Parton-
Phasenraum-Integrals von dσA entstehenden Divergenzen ku¨rzen sich exakt mit de-
nen aus dem kollinearen Counterterm dσC. Man erha¨lt mit
σNLO =
∫
m+1
[(
dσR
)
ε=0
− (dσA)
ε=0
]
+
∫
m
[
dσV +
∫
1
dσA + dσC
]
ε=0
(4.21)
einen endlichen NLO-Wirkungsquerschnitt. Die Integrationen u¨ber den m bzw. (m+
1)-Parton-Phasenraum sind jetzt in d=4 Dimensionen ausfu¨hrbar.
Die folgende Diskussion gilt fu¨r masselose Partonen. Eine ausfu¨hrliche Darstellung
des DSF fu¨r massive Partonen im Endzustand, welche jedoch hier nicht beno¨tigt
wird, findet sich in der Referenz [CDST02].
4.2.1 Dipole
Ein wesentlicher Aspekt der Arbeit [CS97] von Catani und Seymour besteht dar-
in, eine prozessunabha¨ngige Methode fu¨r die Konstruktion des lokalen Gegenterms
dσA entwickelt zu haben. Dieser Gegenterm soll punktweise die Divergenzen aus
dσR ku¨rzen und in d Dimensionen analytisch u¨ber den 1-Parton-Phasenraum des in
reeller Abstrahlung zusa¨tzlich emittierten Partons integrierbar sein.
Ein Gegenterm dσA zu einem konkreten Prozess wird mit Hilfe prozessunabha¨ngiger
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Splitting-Funktionen VDipol und dem LO-Matrixelement zu diesem Prozess darge-
stellt:
dσA =
∑
Dipole
D =
∑
Dipole
dσB ⊗ dVDipol. (4.22)
In obiger Beziehung kennzeichnet dσB⊗dVDipol die Phasenraumfaltung der Splitting-
Funktionen dVDipol und des quadrierten Matrixelements auf Born-Niveau bezu¨glich
der Farb- und Spinindizes. Ein solcher Faltungsterm wird als DipolD bezeichnet. Fu¨r
jede kinematisch unterscheidbare Konfiguration des (m+1)-Parton-Endzustandes
existiert ein separater Dipol. Die Summe aus (4.22) erstreckt sich u¨ber all jene
Dipole.
Catani und Seymour unterscheiden in [CS97] vier verschiedene Typen von Dipolen.
Die Unterscheidung ru¨hrt von der Tatsache her, dass sich das Splitting eines Partons
in zwei weitere sowohl im Anfangs- als auch im Endzustand ereignen kann. In dieser
Arbeit treten beim Prozess (4.1) in fu¨hrender Ordnung lediglich im Anfangszustand
Partonen auf. Daher wird nur ein Typ von Dipol beno¨tigt, welcher schematisch
in Abbildung 4.1 dargestellt ist. Das Anfangszustandsparton a˜i fungiert hier als
PSfrag replacements
a
b
a˜i
V ai,b
i
Abbildung 4.1: Schematische Darstellung des Dipols Dai,b
sogenannter
”
Emitter“ des Partons i. Das Parton b wird in diesem Zusammenhang
als
”
Zuschauer“ oder
”
Spektator“ beschrieben. Konkret ist der Dipolbeitrag fu¨r
einen Dipol aus Abbildung 4.1:
Dai,b(pa, pb) = − 1
2papb
1
xi,ab
×
〈
peai, pb
∣∣∣T b · T ai
T 2ai
Vai,b
∣∣∣peai, pb〉
m,ab m,ab
(4.23)
Darin bezeichnen die T k die Farbladungsoperatoren der Emitter- bzw. Spektator-
Partonen. Die dazugeho¨rige Farbladungs-Algebra ist mit
T i · T j = T j · T i, fu¨r i 6= j; T 2i = Ci (4.24)
gegeben. Darin bezeichnet Ci den Casimir-Operator der jeweiligen Darstellung. Es
gilt: Ci = CF , sofern es sich beim Parton i um ein Quark oder Antiquark handelt
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und Ci = CA, wenn i ein Gluon ist. Die Gro¨ße |peai, pb〉m,ab in (4.23) beschreibt das
modifizierte m-Parton-Matrixelement mit den einlaufenden Impulsen pai und pb. Es
gilt:
pµai = xi,ab p
µ
a , (4.25)
xi,ab =
papb − pipa − pipb
papb
. (4.26)
Die Gro¨ße |peai, pb〉m,ab ist eine Funktion von p eai und pb. Daru¨ber hinaus ha¨ngt das
modifizierte Matrixelement auch von verschiedenen Impulsen anderer, am Prozess
beteiligter Teilchen ab. Diese werden in der Notation unterdru¨ckt, um eine u¨ber-
sichtliche Darstellung zu gewa¨hrleisten.
Das Matrixelement |p eai, pb〉m,ab wird aus dem LO-Matrixelement gewonnen. Hierzu
wird der Anfangszustandsimpuls pa durch den dazu parallelen Impuls pai substitu-
iert und das dazugeho¨rige externe Bein wird amputiert. Alle Endzustandsimpulse
kµj werden gema¨ß
k˜µj = k
µ
j −
2kj(K + K˜)
(K + K˜)2
(K + K˜)µ +
2kjK
K2
K˜µ, (4.27)
mit den Definitionen
Kµ = pµap
µ
b − pµi ,
K˜µ = pµaip
µ
b (4.28)
reskaliert. Die durch die Amputation des externen Beins mit dem Impuls pai entste-
henden offenen Indizes werden in (4.23) mit den Farb- und Spin-Indizes der Farbla-
dungsoperatoren bzw. der Splittingfunktionen Vai kontrahiert.
Mit Vai,b werden die Splitting-Funktionen bezeichnet. Fu¨r die unterschiedlichen Mo¨g-
lichkeiten eines Partons, in zwei weitere zu
”
splitten“ (Quark-Quark, Quark-Gluon,
Gluon-Gluon), existieren unterschiedliche Funktionen Vai,b. Diese Funktionen tra-
gen im Allgemeinen Spinindizes, mittels derer sie mit dem modifizierten m-Parton-
Matrixelement |peai, pb〉m,ab bzw. dessen hermitesch konjugiertem korreliert werden.
In dieser Arbeit sind die Splitting-Funktionen fu¨r Gluon-Gluon- als auch fu¨r Quark-
Gluon-Splitting von Belang:
V
µν
gagi,b
(xi,ab) = 16piαsCA
[
− gµν
(
xi,ab
1− xi,ab + xi,ab(1− xi,ab)
)
+
1− xi,ab
xi,ab
papb
(pipa)(pipb)
(
pµi −
pipa
pbpa
pµb
)(
pνi −
pipa
pbpa
pνb
)]
,
(4.29)
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V
µν
qagi,b
(xi,ab) = 8piαsCF
[
− gµνxi,ab
+
1− xi,ab
xi,ab
2papb
(pipa)(pipb)
(
pµi −
pipa
pbpa
pµb
)(
pνi −
pipa
pbpa
pνb
)]
.
(4.30)
Die mit Hilfe der Splitting-Funktionen und des modifizierten m-Parton-Matrixele-
mentes in (4.23) definierten Dipole werden von dem Quadrat der Summe der Ampli-
tuden der reellen Korrekturen subtrahiert. Im soften und kollinearen Limes replizie-
ren die Dai,b punktweise die Divergenzen der Amplituden der reellen Korrekturen.
Demnach ist der erste Integrand aus (4.21) frei von Divergenzen und das Integral
u¨ber den (m+1)-Parton-Phasenraum kann in d=4 Dimensionen ausgefu¨hrt werden.
4.2.2 I(ε)-Operator
Analog zu den Dipolen D werden auch die u¨ber den 1-Parton-Phasenraum integrier-
ten Dipole mit Hilfe des LO-Matrixelementes und einer universellen Gro¨ße darge-
stellt. Es gilt schematisch [CS97]:∫
m+1
dσA =
∫
m
[
dσB ⊗ I(ε)]. (4.31)
Der Integrand der m-Parton-Phasenraumintegration la¨sst sich hier explizit wie folgt
schreiben: [
dσB ⊗ I(ε)] = 〈pa, pb|I(ε)|pa, pb〉m m. (4.32)
Mit |pa, pb〉m ist hier das LO-Matrixelement und mit 〈pa, pb| dessen hermitesch kon-
jugiertes bezeichnet. Der Operator I(ε) ist der so genannte Einsetzungsoperator:
I(p1, ..., pm; ε) = −αs
2pi
1
Γ(1− ε)
∑
i
1
T 2i
Vi(ε)
∑
k 6=i
T i · T k
(
4piµ2
2pipk
)ε
. (4.33)
Der Index i la¨uft u¨ber alle aus einem Splitting hervorgehenden Endzustandsparto-
nen, der Index k u¨ber alle mo¨glichen
”
Spektator“-Partonen (vgl. Abbildung 4.1).
Die Integration des Dipols D u¨ber den 1-Parton-Phasenraum wird in d = 4−2ε
Dimensionen ausgefu¨hrt. Die soften und kollinearen Divergenzen des Dipols werden
hierbei auf 1
ε
- und 1
ε2
-Pole abgebildet. Die Funktion Vi(ε) aus (4.33) entha¨lt diese
singula¨ren Anteile:
Vi(ε) = T 2i
(
1
ε2
− pi
2
3
)
+ γi
1
ε
+ γi +Ki +O(ε). (4.34)
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Hierin treten die Konstanten Ki und γi auf. Sie sind abha¨ngig vom Renormierungs-
schema und daru¨ber hinaus davon, ob das Splitting von einem Quark oder einem
Gluon initiiert wird. Fu¨r konventionelle dimensionelle Regularisierung als auch fu¨r
das ’t Hooft-Veltman-Schema [CST97] ist:
γq = γq¯ =
3
2
CF , γg =
11
6
CA − 2
3
TRnf , (4.35)
Kq = Kq¯ =
(7
2
− pi
6
)
CF , Kg =
(67
18
− pi
2
6
)
CA − 10
9
TRnf . (4.36)
Die in der Funktion Vi(ε) auftretenden 1ε - und 1ε2 -Pole ku¨rzen sich in (4.21) exakt mit
den IR-Polen der virtuellen Korrekturen. Nach jener Ku¨rzung kann im Integranden
des zweiten Summanden aus (4.21) der Limes ε → 0 bestimmt werden und die
Integration u¨ber den m-Parton-Phasenraumraum in d= 4 Dimensionen ausgefu¨hrt
werden.
4.2.3 P a,b- und Ka,b-Operatoren
Beim Abfaktorisieren der kollinearen Divergenzen der reellen Korrekturen in die
”
nackten“ Partonverteilungsfunktionen (PDF) entstehen in d=4 Dimensionen end-
liche Terme, die sowohl vom Faktorisierungsschema als auch von der Faktorisierungs-
skala µF abha¨ngen. Technisch stammen diese endlichen Terme aus dem kollinearen
Counterterm dσC in (4.19). Innerhalb des DSFs werden diese endlichen Anteile mit
Hilfe der Operatoren P a,b und Ka,b implementiert. Der NLO-Wirkungsquerschnitt
ergibt sich folglich mit
σNLO =
∫
m+1
[(
dσR(p)
)
ε=0
−
( ∑
Dipole
dσB(p)⊗ dVDipole
)
ε=0
]
+
∫
m
[
dσV (p) + dσB(p)⊗ I]
ε=0
+
∫ 1
0
dx
∫
m(x)
[
dσB(xp)⊗ (P (x) + K(x))]
ε=0
. (4.37)
Der letzte Summand entha¨lt zusa¨tzlich zur m-Parton-Phasenraumintegration eine
eindimensionale Integration u¨ber den longitudinalen Impulsbruchteil x eines Par-
tons. Diese entsteht durch die Faltung des LO-Matrixelementes dσB(xp) mit den
x-abha¨ngigen Funktionen P a,a
′
(x) und Ka,a
′
(x). Diese Funktionen sind a¨hnlich wie
der Operator I(ε) universell und ha¨ngen lediglich von der Anzahl und dem Typ der
am Prozess beteiligten Partonen im Anfangszustand ab.
4.2. Dipol-Subtraktionsformalismus 37
PSfrag replacements
a
b
a′
i
Abbildung 4.2: Schematische Darstellung der Indexnomenklatur der Funktionen
P a,a
′
(xpa, x;µ
2
F ) und K
a,a′(x)
Im Detail hat der Integrand aus dem letzten Summanden von (4.37) die folgende
Gestalt:[
dσB(xp)⊗ (P + K)] = ∑
a′
〈xpa, pb|
(
Ka,a
′
(x) + P a,a
′
(xpa, x;µ
2
F )
)|xpa, pb〉m,a′b m,a′b.
(4.38)
Die Indizes darin laufen u¨ber die in Abbildung 4.2 angedeuteten Parton-Spezies.
Das hierin auftretende LO-Matrixelement ha¨ngt von dem Impuls pb und dem mit
der Variablen x skalierten Impuls pa ab. Auch die Funktion P
a,a′ entha¨lt diesen
skalierten Impuls. Die im letzten Summanden von (4.37) auszufu¨hrende Integration
u¨ber den m-Parton-Phasenraum wird ebenfalls bezu¨glich dieses skalierten Impulses
xpa vorgenommen, was im letzten Summanden aus (4.37) mit m(x) angedeutet wird.
Die Funktionen Ka,a
′
(x) und P a,a
′
(xpa, x;µ
2
F ) sind wie folgt definiert:
P a,a
′
(xpa, x;µ
2
F ) =
αs
2pi
P aa
′
(x)
1
T 2a′
∑
k 6=b
T k · T a′ ln
(
µ2F
2xpapk
)
. (4.39)
Der Index k la¨uft u¨ber alle einlaufenden Partonen, µF bezeichnet die Faktorisierungs-
skala und die fu¨r die vorliegende Arbeit relevante Altarelli-Parisi-Splitting-Funktion
P ab(x) fu¨r Gluon-Gluon-Splitting lautet
P gg(x) = 2CA
[(
1
1− x
)
+
+
1− x
x
− 1 + x(1− x)
]
+ δ(1− x)
(
11
6
CA − 2
3
nfTR
)
.
(4.40)
Darin bezeichnet (...)+ eine Plus-Distribution (siehe Anhang 11.3). K
a,a′(x) ist ge-
geben durch:
Ka,a
′
(x) =
αs
2pi
(
K
aa′
(x)−Kaa′F.S.(x)
+ δa,a
′
∑
i
T i · T a γi
T 2i
[(
1
1− x
)
+
+ δ(1− x)
])
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− αs
2pi
T b · T a′ 1
T 2a
K˜aa
′
(x). (4.41)
Der Index i im dritten Summanden la¨uft u¨ber alle Partonen des Endzustandes des
m-Parton-Matrixelementes. Da der Prozess aus (4.1) keine Endzustandspartonen
aufweist, verschwindet hier der dritte Summand in (4.41) vollsta¨ndig. Der vom Sub-
traktionsschema abha¨ngige Anteil der Funktion Ka,a
′
(x) ist mit Ka,a
′
F.S.(x) bezeichnet.
In den fu¨r die numerische Auswertung im Kapitel 8 verwendeten Partonverteilungs-
funktionen wird das modifizierte, minimale Subtraktionsschema (MS) benutzt. In
diesem Schema verschwindet der Anteil aus Kaa
′
F.S.(x), das heißt
Kaa
′
MS
(x) = 0. (4.42)
Die Konstante γi ist bereits aus (4.36) bekannt. K¯
aa′(x) und K˜aa
′
(x) sind im Fall
von Gluon-Gluon-Splitting durch
K¯gg(x) = 2CA
[(
1
1− x ln
(1− x
x
))
+
+
(
1− x
x
− 1 + x(1− x)
)]
ln
(1− x
x
)
− δ(1− x)
[(
50
9
− pi2
)
− 16
9
TRnf
]
, (4.43)
K˜gg(x) =
(
1− x
x
− 1 + x(1− x)
)
ln(1− x)
+ CA
[(
2
1− x ln(1− x)
)
+
− pi
2
3
δ(1− x)
]
(4.44)
definiert.
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Die effektive Theorie
Beim Studium der Reaktionen (4.1) und (4.3) fa¨llt auf, dass die Beitra¨ge in fu¨hren-
der Ordnung der QCD-Kopplungskonstanten gs bereits Schleifenamplituden dar-
stellen (siehe Abbildung 5.1). Grund hierfu¨r ist die Tatsache, dass weder im SM
noch im MSSM eine elementare Kopplung der Gluonen an die Higgsbosonen exis-
tiert. Die Kopplung wird durch Quark- bzw. Squarkschleifen induziert. Die virtuellen
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Abbildung 5.1: MSSM-Beitra¨ge zur Higgsproduktion durch Gluonfusionusin in
fu¨hrender Ordnung
Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion entsprechen Amplituden, de-
ren topologische Struktur zwei Schleifen aufweist (siehe Abbildung 5.2). Fu¨r solche
2-Schleifenamplituden existieren ohne Tadpol-Beitra¨ge insgesamt 40 verschiedene
Topologien und somit innerhalb des MSSMs 300 verschiedene Amplituden pro Ge-
neration in na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD.
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Im Rahmen dieser Arbeit wird davon abgesehen, sa¨mtliche, aus 2-Schleifenampli-
tuden innerhalb des MSSMs zu berechnen. (Ein Teil dieser 2-Schleifenkorrekturen
wurde in den Arbeiten [HS04] und [HH06] bestimmt.) Statt dessen wird die Be-
rechnung der NLO-QCD-Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion mit
Hilfe einer effektive Theorie durchgefu¨hrt. In dieser sind die schweren Freiheitsgra-
de des MSSMs, also die Squarks, die Gluinos und das top-Quark, ausintegriert,
wodurch eine effektive Higgs-Gluon-Wechselwirkung entsteht. Alle verbleibenden
Quarks q = u, d, c, s, b werden in konsistenter Weise als masselos behandelt. Die
Amplituden der fu¨hrenden Ordnung aus Abbildung 5.1 lassen sich dann inner-
halb der effektiven Theorie als Baumgraphen darstellen. Entsprechend liegen in
na¨chstfu¨hrender Ordnung lediglich 1-Schleifenamplituden vor. Die effektive Theorie
entspricht der QCD mit fu¨nf masselosen Quarkflavours und einer effektiven Higgs-
Gluon-Wechselwirkung.
Die innerhalb dieser effektiven Theorie um eine Schleife reduzierte Topologie und
die verringerte Anzahl an dynamischen Freiheitsgraden schra¨nken die Anzahl der in
na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD auftretenden Amplituden zur Higgsproduktion
durch Gluonfusion sehr stark ein (vgl. Kapitel 6.1.3.1).
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Abbildung 5.2: Beispiele fu¨r virtuelle und reelle Korrekturen zur Higgsproduktion
durch Gluonfusion in na¨chst fu¨hrender Ordnung innerhalb des MSSMs
5.1 Struktur und Feynmanregeln
Die Lagrangedichte der effektiven Theorie wird ausgehend von der vollen Lagran-
gedichte des MSSMs konstruiert. Hierzu werden sowohl alle Superpartner der SM-
Felder als auch das top-Quark ausintegriert.
Anschaulich bedeutet dies, dass die Schleifen in den Feynmandiagrammen aus Ab-
bildung 5.1 in einen Punkt zusammengezogen werden. Hierdurch entsteht eine ef-
fektive Higgs-Gluon-Wechselwirkung. Die Feynmanregeln fu¨r die so entstehenden,
neuen Vertizes werden hier kurz aufgefu¨hrt.
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5.1.1 Die Skalar-Gluon-Kopplung
Der fu¨r die Kopplung der skalaren Higgsbosonen (JPC = 0++) an die Gluonen rele-
vante Teil der Lagrangedichte der effektiven Theorie hat die Gestalt
Leff ⊂ −1
v
H0
(
C01O01 +
∑
q 6=t
C02 qO02q
)
. (5.1)
Der Index
”
0“ soll andeuten, dass es sich jeweils um unrenormierte Gro¨ßen han-
delt. Hierin bezeichnet H0 das unrenormierte Higgsfeld und O01 den unrenormierten
Operator
O01 = G0aµνG0aµν . (5.2)
Dabei ist
G0aµν = ∂µG
0a
ν − ∂νG0aµ − g0sfabcG0bµG0cν . (5.3)
der Feldsta¨rketensor der Gluonen. Weiterhin ist
O02q = m0q q¯0q0. (5.4)
Die Summe aus (5.1) la¨uft u¨ber die leichten Quarks q = u, d, c, s, b. Fu¨r das leich-
te skalare Higgsboson h0 leistet der Operator O02q einen vernachla¨ssigbar kleinen
Beitrag zum Produktionswirkungsquerschnitt. Fu¨r das Higgsboson H0 werden die
Beitra¨ge von O02q fu¨r moderate und große Parameter tan β signifikant.
In dieser Arbeit werden nur die NLO QCD-Korrekturen zur Gluonfusion beru¨ck-
sichtigt. Daher wird der Operator O02q analog zu [HS04] hier und im Folgenden
vernachla¨ssigt.
Die Gro¨ße C01 stellt den unrenormierten Wilson-Koeffizienten der effektiven Higgs-
Gluon-Wechselwirkung dar. Sie ist eine Funktion, die im Allgemeinen von der QCD-
Kopplung und von verschiedenen MSSM-Parametern, insbesondere den Squark- und
Gluinomassen abha¨ngt. Sie wird im Kapitel 5.2.1 in der renormierten Form angege-
ben.
Setzt man die explizite Gestalt des Gluonfeldsta¨rketensors G0aµν aus (5.3) in (5.1)
ein, so fu¨hrt dies unmittelbar zu den Feynmanregeln fu¨r die unrenormierte effekti-
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ve Higgs-Gluon-Wechselwirkung. Die fu¨r dieses Projekt relevanten Vertizes sind in
(5.5), (5.6) und (5.7) dargestellt. Darin sind alle Impulse als einlaufend definiert.
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= i4g2s
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fabefcde(gµσgνρ − gµρgνσ)
+fcaefbde(gρσgµν − gρνgµσ)
+fbcefade(gνσgρµ − gµνgρσ)
]
(5.7)
Hierbei bezeichnet v =
√
v21 + v
2
2 den Betrag der Summe der Vakuumerwartungs-
werte der beiden Higgsdubletts.
5.1.2 Die Pseudoskalar-Gluon-Kopplung
Der fu¨r die Kopplung eines pseudoskalaren Higgsbosons (JPC =0−+) an die Gluonen
relevante Teil der Lagrangedichte der effektiven Theorie, dargestellt mit Hilfe der
nackten Gro¨ßen, hat die Gestalt:
Leff ⊂ −1
v
(C˜01O˜01 + C˜02O˜02)A0. (5.8)
Hierin treten die Operatoren O˜01 und O˜02 auf, die wie folgt definiert sind:
O˜01 = εµνρσG0aµνG0aρσ, O˜02 =
∑
q 6=t
∂µ(q¯γ
µγ5q). (5.9)
Die Summe in O˜02 la¨uft u¨ber alle massenlosen Quarks q = u, d, c, s, b.
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Neben dem Operator O˜01 tritt in der Lagrangedichte der effektiven Theorie eines
Pseudoskalars der Operator O˜02 auf. Dieser vermittelt eine effektive Kopplung der
Quarks an den Pseudoskalar. Die Koeffizientenfunktion C˜01 wird im Kapitel 5.2.2
in renormierter Form angegeben. Wie dort auch beschrieben wird, ist die Kenntnis
der Konstante C˜02 fu¨r die Berechnung der NLO-Korrekturen zur Higgsproduktion
innerhalb dieser effektiven Theorie nicht notwendig (siehe [HK02], [HH06]). In der
Referenz [CKSB98] ist C˜02 innerhalb des SMs auf 3-Schleifenniveau berechnet wor-
den.
Der Operator O˜01 erzeugt analog zum skalaren Fall effektive Higgs-Gluon-Wechsel-
wirkungen, die durch folgende Feynmanregeln beschrieben werden:
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Auch hier sind wieder alle Impulse als einlaufend angenommen. Der 4-Gluon-Higgs-
Vertex verschwindet im Fall eines pseudoskalaren Higgsbosons auf Grund der Jacobi-
Identita¨t der Strukturkonstanten der SU(3).
Fu¨r die vom Operator O˜02 hervorgerufene, unrenormierte, effektive Higgs-Quark-
Wechselwirkung kann folgende Feynmanregel angegeben werden:
PSfrag replacements
a
b
µ
ν
p1
p2
= C˜02(p1 + p2)µγ
µγ5, (5.12)
wobei die Impulse p1 und p2 auch hier wieder als einlaufend angenommen werden.
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5.2 Renormierung der effektiven Theorie
In diesem Abschnitt wird auf die Renormierung der effektiven Theorie eingegangen.
Dabei werden die Zusammenha¨nge, die fu¨r die Kopplung eines skalaren Higgs an die
Gluonen gelten, ausfu¨hrlich dargestellt. Die fu¨r die Kopplung eines Pseudoskalars
geltenden, analogen Sachverhalte werden dann weniger umfangreich ausgefu¨hrt.
5.2.1 Renormierung der effektiven Skalar-Gluon-Kopplung
Die Berechnungen der QCD-Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion
werden im Rahmen der renormierten Sto¨rungsrechnung durchgefu¨hrt. Hierzu werden
zuna¨chst alle nackten Gro¨ßen durch ihre renormierten Pendants ausgedru¨ckt (siehe
zum Beispiel Referenz [CKS97]) :
C01 = ZO1C
R
1 , (5.13)
O01ZO1 = [O01]R, (5.14)
Z
1
2
3 G
0a
µ = G
Ra
µ, (5.15)
g0s =
Z1
Z
3
2
3
gs = Zggs, (5.16)
m0 = Zmm
R, (5.17)
H0 = HR. (5.18)
Das Higgsfeld wird nicht renormiert, weil in dieser Arbei in niedrigster Ordnung der
schwachen und der Yukawa-Kopplung gearbeitet wird. In (5.15) und (5.16) ist Z3
die Renormierungskonstante des Gluonfeldes und Z1 die Renormierungskonstante
des 3-Gluonen-Vertex. In (5.13) und (5.14) wurde ausgenutzt, dass das Produkt aus
dem Wilson-Koeffizient C01 und dem Operator O01 renormierungsinvariant ist. Die
Gleichung (5.14) definiert die Beziehung zwischen dem unrenormierten Operator O01
auf der linken Seite und dem renormierten Operator, dargestellt durch die unrenor-
mierten Felder, auf der rechten Seite.
Setzt man in die Definition (5.2) des Operators O01 die renormierten Felder gema¨ß
(5.15) ein, so erha¨lt man:
O01 = Z3OR1 , (5.19)
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wobei hier OR1 fu¨r den Operator O01, dargestellt durch die renormierten Felder steht.
Nach obigen Definitionen kann man die Lagrangedichte Leff aus (5.1) nun in Coun-
terterm-Form angeben:
Leff = −1
v
C01O01H0 (5.20)
= −1
v
CR1 ZO1O01HR (5.21)
= −1
v
CR1 ZO1Z3OR1 HR. (5.22)
Benutzt man die Definition des Operators O01 aus (5.2) und ersetzt darin die unre-
normierte Kopplung g0s vermo¨ge der Relation (5.16), so kann die Lagrangedichte in
Counterterm-Form
Leff = Lren.eff + Lc.t.eff (5.23)
geschrieben werden. Explizit erha¨lt man fu¨r Lren.
eff
:
Lren.
eff
=− 1
v
CR1 H
R
(
∂µG
Ra
ν − ∂νGRaµ
)2
+
1
v
gsC
R
1 H
Rfabc
(
∂µGRaν
)
GRbµG
Rc
ν
− 1
v
CR1 g
2
sH
R
(
feabG
RaµGRbν
) (
fecdG
Rc
µG
Rd
ν
)
, (5.24)
und fu¨r die Counterterm-Lagrangedichte:
Lc.t.
eff
=− 1
v
δ2gO1
1
v
CR1 H
R
(
∂µG
Ra
ν − ∂νGRaµ
)2
+
1
v
gsδ
3g
O1C
R
1 HRfabc
(
∂µGRaν
)
GRbµG
Rc
ν
− 1
v
CR1 g
2
sδ
4g
O1H
R
(
feabG
RaµGRbν
) (
fecdG
Rc
µG
Rd
ν
)
. (5.25)
Wie man aus (5.23) und (5.25) abliest, ergibt sich:
δ2gO1 = Z3ZO1 − 1 (5.26)
δ3gO1 = Z1ZO1 − 1 (5.27)
δ4gO1 =
(
Z21ZO1
Z3
− 1
)
(5.28)
Die hier auftretenden Counterterme fu¨r die 2-Gluon-Higgs-, 3-Gluon-Higgs- und 4-
Gluon-Higgs-Wechselwirkung mu¨ssen bei der Berechnung der NLO-Korrekturen zur
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Higgsproduktion in konsistenter Weise mit beru¨cksichtigt werden.
Sie sind gegeben durch:
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CR1
v
(p1 · p2 gµν − p1νp2µ) · δab, (5.29)
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= δ3gO1 · 4gsfabc
CR1
v
[ (p1 − p3)ν gµρ
+ (p2 − p1)ρgµν + (p3 − p2)µ gνρ], (5.30)
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c
d
µ
ν
ρ
σ
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p2 p3
p4
= δ4gO1 · i4g2s
CR1
v
[
fabefcde(gµσgνρ − gµρgνσ)
+fcaefbde(gρσgµν − gρνgµσ)
+fbcefade(gνσgρµ − gµνgρσ)
]
. (5.31)
Die obigen Vertizes werden als Feynmanregeln innerhalb der effektiven Theorie be-
nutzt. Hierfu¨r ist es jedoch notwendig, die Renormierungskonstanten Z3, ZO1 und
Z1 zu bestimmen.
Wie in Kapitel 6.1.3.1 gezeigt wird, ist die Kenntnis der Konstanten Z1 bei den Be-
rechnungen der Korrekturen zur Higgsproduktion in na¨chstfu¨hrender Ordnung der
QCD irrelevant. Alle im Rahmen dieses Vorhabens auftretenden Amplituden, wel-
che Z1 enthalten, berechnen sich zu Null. Daher wird davon abgesehen, die explizite
Form von Z1 hier anzugeben.
Um die Feynmanregeln der renormierten effektiven Theorie zu erhalten, ersetzt man
den unrenormierten Wilson-Koeffizienten C01 in (5.5), (5.6) und (5.7) durch den re-
normierten Wilson-Koeffizienten CR1 . Der Koeffizient C
R
1 la¨sst sich mit sto¨rungstheo-
retischen Methoden berechnen und daher als Potenzreihe in der starken Kopplung
entwickeln. Er hat die Gestalt:
CR1 = −
αs
3pi
[
c(0) +
αs
pi
c(1) +O(α2s)
]
(5.32)
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wobei αs =
g2
MS
4pi
hier und im Folgenden die renormierte QCD-Kopplung im MS-
Renormierungsschema in der 5-flavour-QCD bezeichnet. Die Entwicklungskoeffizi-
enten c(0) und c(1) sind innerhalb des MSSMs von Harlander und Steinhauser [HS04]
berechnet worden. Die analytische Gestalt der c(i) ist jedoch derart komplex, dass sie
hier nicht angegeben wird. Fu¨r die numerische Auswertung werden die Koeffizien-
ten c(0) und c(1) mit Hilfe des Fortran-Programms
”
evalcsusy.f“ aus der Referenz
[HS04] berechnet.
5.2.1.1 Bestimmung von ZO1 und Z3
Gibt man die Beziehungen zwischen den nackten Operatoren und ihren renormier-
ten Gegenstu¨cken an, so muß man im Allgemeinen die Mo¨glichkeit von Opera-
tormischung beru¨cksichtigen. Da der Operator O02q aus (5.1) in dieser Arbeit ver-
nachla¨ssigt wird, ist laut der Referenz [CKS97]
[O01]R =
[
1 + 2
(
αs
∂
∂αs
lnZg
)]
O01. (5.33)
In dimensioneller Regularisierung in d = 4−2ε Dimensionen unter Vernachla¨ssigung
aller Terme der Ordnung ε ergibt sich analog zur Referenz [HS03] die in (5.13)
definierte Konstante zu:
ZO1 = 1− C(ε)
αs
pi
β0
ε
+O (α2s) , (5.34)
Darin ist C(ε) eine durch das Renormierungsschema festgelegte Konstante. Im MS-
Schema gilt:
C(ε) = (4pi)εΓ(1 + ε). (5.35)
Weiterhin ist β0 der 1-Schleifen-Koeffizient der Betafunktion der 5-flavour-QCD:
β(αs) = −
(αs
pi
)2
β0 −O
(
α4s
)
,
β0 =
1
4
(
11
3
CA − 4
3
TF nl
)
. (5.36)
Darin sind CA das Gewicht des Casimir-Operators in der adjungierten Darstellung
der SU(3), TF die mit dem Gewicht des Casimir-Operators in der fundamentalen
Darstellung in Relation stehende Invariante TF =
1
2
. Weiterhin bezeichnet nl die
Anzahl an masselosen Quarks.
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Zur Bestimmung der Renormierungskonstante Z3 des Gluonfeldes genu¨gt es, nach-
stehenden Term der QCD-Lagrangedichte zu betrachten:
LQCD ⊂−GaµνGaµν
=− (∂µG0aν − ∂νG0aµ)2 + g0sfabc (∂µG0aν)G0bµG0cν (5.37)
+ g0s
2 (
f eabG0aµG
0b
ν
) (
f ecdG0cµG
0d
ν
)
.
Mit Hilfe der Definitionen (5.15) und (5.16) la¨sst sich obiger Teil der QCD-Lagrange-
dichte ebenfalls in Counterterm-Form schreiben:
L = Lren. + Lc.t.. (5.38)
Man erha¨lt:
Lren. =−
(
∂µG
Ra
ν − ∂νGRaµ
)2
+ gsf
abc
(
∂µG
Ra
ν
)
GRbµG
Rc
ν
+ g2s
(
f eabGRaµG
Rb
ν
) (
f ecdGRcµG
Rd
ν
)
, (5.39)
Lc.t. =− δ2g3
(
∂µGR
a
ν − ∂νGRaµ
)2
+ gsδ
3g
3 f
abc (∂µGR
a
ν)GR
b
µGR
c
ν
+ g2sδ
4g
3
(
f eabGR
a
µGR
b
ν
) (
f ecdGR
c
µGR
d
ν
)
. (5.40)
Die darin auftretenden Konstanten δig3 , i = 2, 3, 4 haben folglich die Gestalt:
δ2g3 = Z3 − 1 (5.41)
δ3g3 = (Z1 − 1) (5.42)
δ4g3 =
(
Z21
Z3
− 1
)
(5.43)
An der Counterterm-Lagrangedichte lassen sich nun die Feynmanregeln fu¨r den 2-
Gluon, 3-Gluon- und 4-Gluon-Counterterm-Vertex ablesen. Der erste Term der rech-
ten Seite von (5.40) ergibt die Struktur des 2-Gluon-Counterterms:
−iδ2g3
[
p2gµν − pµpν] δab =
PSfrag replacements
a b
µ ν
. (5.44)
Man definiert nun mit
iΠabµν(p
2) =
PSfrag replacements
a b
µ ν
1PI +
PSfrag replacements
a b
µ ν1PI
. (5.45)
die renormierte Selbstenergie Πabµν (p
2) des Gluonfeldes. Die Eichinvarianz der QCD
erzwingt die Transversalita¨t dieser Gro¨ße, also:
pµ ·Πabµν != 0. (5.46)
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Auf Grund der Identita¨t (5.46) ist die Lorentzstruktur des in (5.45) definierten
Polarisationstensors Πabµν (p
2) bereits auf
Πabµν(p
2) = δab
(
p2gµν − pµpν
) · Π(p2). (5.47)
festgelegt. Mit Hilfe der Renormierungsbedingung im on-shell-Schema:
Π(p2)|p2=0 != 0, (5.48)
sind folglich auch δon3 bzw. Z
on
3 bestimmt. Im Folgenden werden wird der Index ”
on“
der U¨bersichtlichkeit wegen weggelassen.
Die verschiedenen Beitra¨ge zur Gluonselbstenergie enthalten in der 5-flavour QCD
mit masselosen Quarks lediglich skalenlose Integrale, welche im Rahmen der dimen-
sionellen Regularisierung konsistent zu Null gesetzt werden. Daraus folgt:
Z3 = 1 +O(ε) (5.49)
Somit bestimmt sich die im Counterterm-Vertex aus (5.29) auftretende Konstante
δ2g3 in niedrigster Ordnung zu
δ2g3 = 0 +O(). (5.50)
5.2.2 Renormierung der effektiven Pseudoskalar-Gluon-
Kopplung
Fu¨r die in der effektiven Lagrangedichte (5.8) auftretenden Operatoren kann analog
zu (5.13) und (5.14) folgende Relation zwischen renormierten und nackten Gro¨ßen
angegeben werden:
[O˜0i ]R =
2∑
j=1
ZijO˜0j (5.51)
C˜Ri =
2∑
j=1
(Z−1)ijC˜
0
j . (5.52)
Vermo¨ge der Matrix Z werden die renormierten Operatoren [O˜0i ]R durch ein Gemisch
der nackten Operatoren O˜01 und O˜02 dargestellt. Die Komponenten von Z sind in der
Referenz [Lar93] im MS-Schema berechnet worden. Fu¨r die Eintra¨ge der oberen Zeile
ergibt sich:
Z11 = ZO1, Z12 =
4
ε
αs
pi
+O(α2s). (5.53)
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Abbildung 5.3: Beitra¨ge zur Amplitude der Prozesse qq¯ → A0 bis zur O(α2s)
Darin ist ZO1 die in (5.34) gegebene Renormierungskonstante.
Bei der expliziten Berechnung des Koeffizienten C˜R2 zeigt sich, dass dieser sowohl im
SM als auch im MSSM in von der Ordnung α2s ist (siehe z. B. [CKSB98]). Folglich ist
der durch den Operator O˜02 induzierte effektive Quark-Pseudoskalar-Vertex (5.12)
ebenfalls O(α2s).
Die im Zuge der Renormierung auftretende Operatormischung in (5.52) fu¨hrt dazu,
dass man im Allgemeinen auch die Prozesse
qq¯ → φ+X (5.54)
beru¨cksichtigen muß. Wobei defacto wegen der kleinen Quarkmassen nur der Prozess
bb¯ → φ+X (5.55)
relevant ist. Die Feynmanamplituden der Prozesse (5.54) sind bis zurO(α2s) in Abbil-
dung 5.3 dargestellt. Dabei entspricht die Amplitude T32 der durch den Operator O˜2
beschriebenen, effektiven Pseudoskalar-Quark-Kopplung. Die Quarks q = u, d, c, s, b
werden als masselos behandelt, wobei die Yukawa-Kopplung der Quarks an den
Pseudoskalar verschieden von Null gehalten wird. Die Interferenzen der Amplituden
T32 mit T30 und T32 mit T31 verschwinden.
Diese Argumentation la¨sst sich analog in O(α3s) fu¨hren, was zeigt, dass der Operator
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O˜2 in der Operatormischung (5.52) vernachla¨ssigt werden kann. Damit la¨sst sich der
renormierte Operator [O˜01]R allein mit Hilfe des nackten Operators O˜01 gema¨ß
[O˜01]R = ZO1O˜01 (5.56)
darstellen.
Auch im pseudoskalaren Fall besteht vermo¨ge der Relation (5.15) ein Zusammenhang
zwischen dem nackten Operator O˜01, dargestellt durch die unrenormierten Felder
und dem nackten Operator O˜R1 , dargestellt durch die renormierten Felder. Analog
zu Gleichung (5.19) erha¨lt man hier
O˜01 = Z3O˜R1 . (5.57)
Z3 bezeichnet hierin wieder die in Gleichung (5.15) definierte Renormierungskon-
stante des Gluonfeldes. Benutzt man die Relationen (5.56) und (5.57), um die La-
grangedichte aus (5.8) auf Counterterm-Form
L = Lren. + Lc.t. (5.58)
zu bringen, und setzt man die Definition des Operators O˜01 aus (5.9) ein, so kann
man schließlich die Counterterm-Vertizes fu¨r die effektive 2-Gluon-Pseudoskalar-
und 3-Gluon-Pseudoskalar-Kopplung angeben. Es folgt:
PSfrag replacements
a
b
µ
ν
p1
p2
= δ2gO1 · i 8
C˜R1
v
ερµσν(p1ρp2σ) · δab, (5.59)
PSfrag replacements
a
b
c
p3
p1
p2
µ
ν
ρ
= δ3gO1 · 8g0sfabc
C˜R1
v
εσµνρ(p1 + p2 + p3)σ. (5.60)
Die Kenntnis der darin auftretenden Konstanten Z1 ist fu¨r diese Arbeit exakt aus
dem selben Grund wie im skalaren Fall (vgl. Kapitel 5.2.1) nicht von Belang. Die
Renormierungskonstanten ZO1 und Z3 sind im Kapitel 5.2.1.1 angegeben.
Um die Feynmanregeln fu¨r die Pseudoskalar-Gluon-Kopplung in der renormierten
effektiven Theorie zu erhalten, ersetzt man den unrenormierten Wilson-Koeffizienten
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C˜01 in (5.10) und (5.11) durch den renormierten Koeffizienten C˜
R
1 . Ebenso wie im
skalaren Fall la¨sst sich dieser in αs entwickeln:
C˜R1 = −
αs
16pi
[
c˜(0) +
αs
pi
c˜(1) +O(α2s)
]
, (5.61)
wobei αs =
g2
MS
4pi
hier wieder die renormierte QCD-Kopplung im MS-Renormierungs-
schema der 5-flavour-QCD bezeichnet. Die Koeffizienten c˜(0) und c˜(1) sind innerhalb
des MSSMs von Harlander und Hoffmann [HH06] bestimmt worden. Auch hier wer-
den die analytischen Resultate nicht explizit aufgefu¨hrt. Bei der numerischen Aus-
wertung werden die Ergebnisse des Programms
”
evalcsusy.f“ aus der Referenz
[HH06] benutzt.
5.3 Gu¨ltigkeitsbereich und Grenzen
Die in diesem Kapitel vorgestellte effektive Theorie bringt, wie zu Beginn des Ka-
pitels erwa¨hnt, starke Vereinfachungen bei der Berechnung der QCD-Korrekturen
zur Higgsproduktion durch Gluonfusion in na¨chstfu¨hrender Ordnung mit sich. Je-
doch machen Harlander und Steinhauser in der Referenz [HS04] bzw. Harlander und
Hoffmann in der Referanz [HH06] fu¨r die Konstruktion dieser Theorie gewisse ver-
einfachende Annahmen, die den Gu¨ltigkeitsbereich einschra¨nken.
Eine Annahme besteht darin, dass die Mischung der Squarks zwischen den Ge-
nerationen vernachla¨ssigt werden kann. Die Masseneigenzusta¨nde ergeben sich so
lediglich aus den Wechselwirkungszusta¨nden ein und derselben Squarkspezies. Die
hiermit verbundenen Einschra¨nkungen des MSSM-Parameterraumes sind, wie in Ka-
pitel 3.4 dargestellt, unwesentlich.
Die Tatsache, dass die Mischungsmatrix aus (3.25) in Kapitel 3.4 in den Referenzen
[HS04] und [HH06] eine orthogonale, reelle Matrix ist, schra¨nkt jedoch die Parameter
µ, Au und Ad auf reelle Werte ein:
µ, Au, Ad ∈   . (5.62)
Diese spezielle Wahl der Parameter fu¨hrt dazu, dass der Pseudoskalar des MSSMs
A0 auf Born-Niveau lediglich an unterschiedliche Masseneigenzusta¨nde q˜1q˜
∗
2 der glei-
chen Squarkspezies koppelt. Die Amplitude fu¨r gg → A0 wird dann in fu¨hrender
Ordnung in αs lediglich u¨ber Quarkschleifen induziert.
In der effektiven Theorie sind alle schweren, dynamischen Freiheitsgrade ausinte-
griert. Hierzu za¨hlen im Einzelnen das top-Quark, alle im MSSM auftretenden
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Squarks sowie das Gluino. Mit dieser Vereinfachung ist diese Theorie per se nur
gu¨ltig fu¨r Higgsmassen im Bereich
mH0 , mA0 < mt (5.63)
bzw. fu¨r Higgsmassen
mH0 , mA0 < mt˜1 (5.64)
falls ein leichtes stop-Squark mit der Masse mt˜1 < mt existiert. Liegen die Higgs-
massen jedoch im Bereich der Massen der ausintegrierten Felder, so ist die Theorie
der effektiven Higgs-Gluon-Wechselwirkung im Prinzip nicht mehr anwendbar.
Dieses Zusammenbrechen der effektiven Theorie kann jedoch unter Benutzung einer
speziellen Strategie bei der Berechnung der NLO-Korrekturen zur Higgsprodukti-
on durch Gluonfusion verhindert werden. Kra¨mer, Laenen und Spira zeigen in der
Referenz [KLS98] im Rahmen des SM eine Methode auf, mit der die effektive Higgs-
Gluon-Wechselwirkung auch fu¨r Higgsmassen gro¨ßer als mt verwendet werden kann.
U¨bertragen auf das MSSM stellt sich die Methode wie folgt dar. Man berechnet den
sogenannten K-Faktor
KNLO(∞) ≡ σNLO(∞)
σLO(∞) (5.65)
innerhalb der effektiven Theorie und dann den approximativen NLO-Wirkungsquer-
schnitt gema¨ß
σNLO = KNLO(∞) · σLO(mt, mb, mt˜i , mb˜i). (5.66)
Darin ist σLO(mt, mb, mt˜i , mb˜i) der exakte Wirkungsquerschnitt der vollen Theorie,
also des MSSMs, in fu¨hrender Ordnung. Mit diesem Verfahren erha¨lt man einen
NLO-Wirkungsquerschnitt, dessen gesamte Abha¨ngigkeit von den Quarkmassen al-
lein durch den LO-Wirkungsquerschnitt aus (5.66) gegeben ist. Die Abweichungen
des approximativen Wirkungsquerschnittes (5.66) vom exakten NLO-Resultat der
vollen Theorie sind im SM fu¨r Higgsmassen unter 1 TeV laut der Arbeit [KLS98]
kleiner als 10%.
Obige Methode macht es mo¨glich, die effektive Theorie weit u¨ber den naiven Gu¨ltig-
keitsbereich hinaus anzuwenden. Die vergleichsweise kleinen Fehler, die hierbei im
Vergleich zur vollen Theorie entstehen, zeigen an, dass das Verha¨ltnis von fu¨hrender
zu na¨chstfu¨hrender Ordnung von der effektiven Theorie richtig wiedergegeben wird.
Der Grund dafu¨r, dass obige Methode eine so gute Na¨herung fu¨r den NLO-Wirkungs-
querschnitt darstellt, liegt in der Tatsache, dass der wesentliche Anteil der NLO-
Korrekturen aus der Abstrahlung von weichen und kollinearen Gluonen aus dem
Anfangszustand stammt. Diese Korrekturen sind insensitiv darauf, ob die Higgs-
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Gluon-Kopplung durch einen effektiven Vertex oder durch eine Quark- bzw. Squark-
schleife beschrieben wird.
Die in [KLS98] entwickelte Methode wird in dieser Arbeit analog zu [HS04] im
MSSM angewendet, um Aussagen u¨ber den Wirkungsquerschnitt von Higgsbosonen
mit Massen im Bereich
112 GeV ≤ mH0 , mA0 ≤ 500 GeV (5.67)
ta¨tigen zu ko¨nnen. An dieser Stelle sei angemerkt, dass das Ziel dieser Arbeit die
Berechnung von normierten Verteilungen verschiedener CP -sensitiver Observablen
ist. Diese normierten Verteilungen sind auch in Anwesenheit von Schnitten weit-
gehend unabha¨ngig davon, ob die Higgs-Gluon-Kopplung in der vollen oder in der
effektiven Theorie beschrieben wird.
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Kapitel 6
Der Produktionsprozess
In diesem Kapitel werden die relevanten Amplituden fu¨r die in dieser Arbeit beru¨ck-
sichtigten Higgsproduktionsprozesse bestimmt. Die Amplituden der Reaktion
gg → φ (6.1)
werden in NLO QCD berechnet. Der Prozess
bb¯→ φ (6.2)
wird in fu¨hrender Ordnung beru¨cksichtigt. Bei der Berechnung der QCD-Korrektur-
en zu (6.1) kommt die in Kapitel 5 vorgestellte effektive Theorie zum Einsatz.
6.1 Der Prozess gg → φ
In diesem Kapitel werden die Amplituden fu¨r die Reaktion (6.1) in fu¨hrender, als
auch in na¨chstfu¨hrender Ordnung berechnet. Bei der in Kapitel 5.3 dargestellten Me-
thode zur Bestimmung von NLO-Wirkungsquerschnitten mu¨ssen die entsprechenden
LO-Amplituden in der vollen als auch in der effektiven Theorie berechnet werden.
6.1.1 LO-Amplituden in der vollen Theorie
Die vier Amplituden aus Abbildung 5.1 enthalten Schleifenintegrale, die bezu¨glich
ihrer Lorentzindizes tensorielle Struktur haben. Diese Integrale werden mit dem
Reduktionsverfahren von Passarino und Veltmann [PV79] auf die im Kapitel 11.2
aufgelisteten, skalaren Standardintegrale reduziert. Die Amplituden T01 und T02 aus
Abbildung 5.1 unterscheiden sich lediglich in der Richtung des Ladungsflusses der
56 Kapitel 6. Der Produktionsprozess
Fermionen innerhalb der Schleife. Ihre analytische Gestalt ist identisch.
Die externen Gluonen mit den Impulsen p1 und p2 erfu¨llen die on-shell-Bedingungen
p21 = p
2
2 = 0 (6.3)
und die die Transversalita¨tsbedingungen
εaµ(p1) · pµ1 = εbν(p2) · pν2 = 0, (6.4)
wobei εaµ(p1) bzw. ε
b
ν(p2) die Polarisationsvektoren der a¨ußeren Gluonen bezeichnen.
Hier und im Folgenden wird mit T Si bzw. T Pi unterschieden, ob es sich bei dem
Teilchen φ um einen Skalar oder einen Pseudoskalar handelt. Fu¨r die Amplituden
T01 und T02 ergibt sich fu¨r eine gegebene Quarkspezies q, die in der Schleife umla¨uft:
T S01 = −
i
8pi2
gHqq g
2
s δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× gµν mq
(
sˆ β2q C0[p1, p2, mq, mq, mq]− 2
)
, (6.5)
T P01 =
1
4pi2
gAqq g
2
s δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× εµνρσ pρ1pσ2mq sˆC0[p1, p2, mq, mq, mq]. (6.6)
Darin ist
β2q = 1−
4m2q
sˆ
, sˆ = (p1 + p2)
2. (6.7)
Die Kopplungen gHqq und gAqq sind im Anhang 11.1 angegeben. In den Amplituden
T03 und T04 laufen Squarks in der Schleife um. Hier erha¨lt man:
T S03 = −
i
16pi2
gHq˜q˜ g
2
s δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× gµν(1 + 2m2q˜C0[p1, p2, mq˜, mq˜, mq˜] + B0[p1 + p2, mq˜, mq˜]), (6.8)
T S04 =
i
16pi2
gHq˜q˜ g
2
s δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) × gµνB0[p1 + p2, mq˜, mq˜]. (6.9)
Man beachte, dass die Summe der Amplituden T03 und T04 lediglich das endliche
Integral C0[p1, p2, mq˜, mq˜, mq˜] entha¨lt. Der Grund hierfu¨r ist die Renormierbarkeit
der zugrunde liegenden Theorie und der Sachverhalt, dass im MSSM (und im SM)
keine elementare Gluon-Higgs-Wechselwirkung existiert.
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6.1.2 LO-Amplituden in der effektiven Theorie
In der effektiven Theorie sind die schweren Freiheitsgrade, insbesondere also die in
den Amplituden aus Abbildung 5.1 umlaufenden Squarks und top-Quarks, ausin-
tegriert. Daher la¨sst sich der LO-Beitrag zur Higgsproduktion durch Gluonfusion
mit einem einzigen Diagramm darstellen (siehe Abbildung 6.1). Die Amplitude T11
berechnet sich zu:
T S11 =
i
v
2CR1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) × (sˆgµν − 2pν1pµ2), (6.10)
T P11 = 8
i
v
C˜R1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) × ερµσν(p1ρp2σ). (6.11)
Hier bezeichnet CR1 bzw. C˜
R
1 den in Kapitel 5 eingefu¨hrten, renormierten Wilson-
Koeffizienten fu¨r die effektive skalare bzw. pseudoskalare Higgs-Gluon-Kopplung.
PSfrag replacements
g
g
φ
q
q˜
T11
Abbildung 6.1: LO-Beitrag zum Prozess (6.1) in der effektiven Theorie
6.1.3 Die virtuellen Korrekturen
In diesem Abschnitt werden die virtuellen Korrekturen zur Higgsproduktion durch
Gluonfusion bestimmt. Weiterhin werden die UV-Counterterme und der zur Ku¨rzung
der IR-Divergenzen beno¨tigte I(ε)-Operator angegeben (siehe Kapitel 4.2.2).
6.1.3.1 Relevante Amplituden
Bei der Berechnung der QCD-Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion
treten (bei den virtuellen Korrekturen) bis zur Ordnung α2s in der effektiven Theorie
neun Feynman-Amplituden auf, siehe Abbildung 6.2. Dabei wird wieder mit T Si
bzw. T Pi unterschieden, ob es sich bei dem Teilchen φ um einen Skalar oder einen
Pseudoskalar handelt. Wie in den Feynmangraphen aus Abbildung 6.2 angedeutet,
sind die Amplituden T14, T17, T18 und T20 Counterterm-Beitra¨ge. Die Feynmanregeln
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Abbildung 6.2: Virtuelle Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion in
na¨chstfu¨hrender Ordnung
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fu¨r die entsprechenden Vertizes sind in Kapitel (5.2) aufgefu¨hrt.
Der Counterterm-Beitrag T14 berechnet sich analog zu der LO-Amplitude T11 aus
(6.10) bzw. (6.11). Unter Verwendung der Renormierungskonstanten aus (5.34) und
(5.49) erha¨lt man umgehend:
T S14 = (Z3ZO1 − 1)2
i
v
CRδab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) × (sˆgµν − 2pν1pµ2), (6.12)
T P14 = (Z3ZO1 − 1)8
i
v
C˜R1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) × ερµσν(p1ρp2σ). (6.13)
Mit Ausnahme von T14 treten in allen obigen Amplituden Integrale u¨ber den in der
Schleife umlaufenden Impuls auf. Diese Integrale werden analog zu denen aus den
LO-Beitra¨gen behandelt (vgl. Kapitel 6.1.1)
Die nach PV-Reduktion entstandenen skalaren Standardintegrale ko¨nnen im Allge-
meinen divergent sein. Die darin auftretenden UV- bzw. IR-Divergenzen werden in
dieser Arbeit im ’t Hooft-Veltman-Schema (siehe [tHV72]) im Rahmen der dimen-
sionellen Regularisierung durch die analytische Fortsetzung des Schleifenimpulses in
d = 4− 2ε Dimensionen mit ε > 0 regularisiert.
Im Rahmen der dimensionellen Regularisierung ko¨nnen skalenlose Integrale, als Inte-
grale, die nicht von einem dimensionsbehafteten Parameter (Masse, externer Impuls)
abha¨ngen, Null gesetzt werden. Insbesondere sind also:
A0[0] = 0, (6.14)
B0[0, 0, 0] = 0. (6.15)
Die im Anhang 11.2 angegebenen skalaren Standardintegrale ha¨ngen lediglich von
den Quadraten der im Integranden auftauchenden Impulse ab. Insbesondere ist die
einzige in B0[pi, 0, 0] auftretende Skala somit p
2
i , die gema¨ß der on-shell-Bedingung
verschwindet. Daher wird im Folgenden auch
B0[pi, 0, 0] = 0, mit i = 1, 2. (6.16)
gesetzt.
Unter Zuhilfenahme der Beziehungen (6.3) und (6.4) berechnet sich die Amplitude
T12 zu:
T S12 =
i
16pi2v
g2sCAC
R
1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× 1
(d2 − 3d+ 2)
((
(−60 + 92d− 35d2 + 4d3)B0[p1 + p2, 0, 0]
+8(2− 3d+ d2)sˆC0[p1, p2, 0, 0, 0]
)
pν1p
µ
2
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+sˆ
(
(22− 31d+ 8d2)B0[p1 + p2, 0, 0]
−4(2− 3d+ d2)sˆC0[p1, p2, 0, 0, 0]
)
gµν
)
, (6.17)
T P12 =
i
pi2v
g2sCAC˜
R
1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× 1
(d− 2)
(
ερσµνp1ρp2σ
(
2(d− 4)B0[p1 + p2, 0, 0]
+sˆ(d− 2)C0[p1, p2, 0, 0, 0]
))
. (6.18)
Mit d wird hier und im Folgenden jeweils die Dimension der Raumzeit bezeichnet.
Weiter erha¨lt man:
T S13 = −
i
16pi2v
g2sCAC
R
1 δab ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2)
× 1
(d− 1)B0[p1 + p2, 0, 0]
(
(d− 2)pν1pµ2 + (5 + 2(d− 3)d)sˆgµν
)
,
T P13 = 0 (6.19)
Die Amplitude T P13 verschwindet auf Grund der Antisymmetrie des Levi-Cevita-
Symbols εµνρσ.
Mit (6.14), (6.15) und (6.16) bestimmt sich der Beitrag T16 zu:
T S16 = 0, (6.20)
T P16 = 0. (6.21)
Da die Amplituden T15, T17 und T18 exakt dieselbe Impulsstruktur innerhalb der
Gluonenschleife aufweisen wie T16, ko¨nnen all jene Amplituden mit Null identifiziert
werden. Somit verschwinden auch die Amplituden, in denen der 3-Gluonen-Higgs-
Vertex-Counterterm auftaucht.
Die Amplituden T19 und T20 sind auf Grund der Gluonenschleife am 4-Gluon-Higgs-
Vertex proportional zu dem skalenlosen Integral A0[0] und ko¨nnen wegen (6.14)
ebenfalls Null gesetzt werden.
Zur Berechnung des quadrierten Produktionsmatrixelementes |T (gg → φ)|2 werden
die Amplituden aus Abbildung 6.2 koha¨rent aufaddiert und mit der LO-Amplitude
T11 interferiert. Die externen Gluonen werden in d=4 Dimensionen behandelt.
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Mittelt man u¨ber die Polarisations- als auch u¨ber die Farbfreiheitsgrade der einlau-
fenden Gluonen, so ergibt sich einschließlich aller Terme der Ordnung α3s:
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 18∑
i=11
T Si
∣∣∣∣2 = 18piv2 (CR1 )2 × sˆ2(2pi(1 + 2δ2gO1)
−2αssˆ CA <
{
C0[p1, p2, 0, 0, 0]
})
+O(α4s),
(6.22)
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 18∑
i=11
T Pi
∣∣∣∣2 = 12piv2 (C˜R1 )2 × sˆ2(2pi(1 + 2δ2gO1)
+2αsCA
(
2− sˆ <{C0[p1, p2, 0, 0, 0]})) +O(α4s).
(6.23)
Darin steht <{C0[p1, p2, 0, 0, 0]} fu¨r den Realteil des Integrals C0[p1, p2, 0, 0, 0]. Fu¨r
die Polarisationssumme wurde∑
λi
εaµ(pi, λi) · εaν(pi, λi) = −gµν +
piµp¯iν + piν p¯iµ
pi · p¯i , mit i = 1, 2 (6.24)
benutzt, wobei der Vierervektor p¯i = (p0i,−pi) ist.
Man beachte, dass die in Kapitel 5.2 definierte Konstante δ2gO1 und die Koeffizienten-
funktionen CR1 und C˜
R
1 in niedrigster Ordnung bereits O(αs) sind.
6.1.3.2 Der I(ε)-Operator
Die Ausdru¨cke aus (6.22) und (6.23) enthalten Divergenzen in Form von 1
ε
- und 1
ε2
-
Polen. Diese Pole werden innerhalb des DSFs durch den in Kapitel 4.2.2 definierten
I(ε)-Operator geku¨rzt. Jener Operator wird in diesem Unterkapitel konstruiert.
Der I(ε)-Operator hat gema¨ß der Definition aus (4.33) im hier vorliegenden Fall die
Gestalt:
I(ε) = αs
pi
(
4piµ2
s
)ε
1
Γ(1− ε) · V1(ε), (6.25)
V1(ε) = CA
(
1
ε2
− pi
2
3
)
+
(
11
6
CA − 2
3
TF nf
) (
1
ε
+ 1
)
+
(
67
18
− pi
2
6
)
CA
− 10
9
TR nf . (6.26)
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Berechnet man die Summe aus dem Produkt des I(ε)-Operators mit dem quadrier-
ten LO-Matrixelement gema¨ß (4.32) und der quadrierten Amplitudensumme der
virtuellen Korrekturen aus (6.23), so erha¨lt man unter Vernachla¨ssigung aller Ter-
me der Ordnung ε:
[
dσBS ⊗ I(ε)
]
+
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 20∑
i=11
T Si
∣∣∣∣2 =
(
CR1
)2
sˆ2
4v2
−
(
CR1
)2
sˆ2αs
72piv2
(
− 100CA + 32TRnf + 3(11CA − 4TRnf) log
( sˆ
µ2R
))
+O(α4s),
(6.27)[
dσBP ⊗ I(ε)
]
+
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 20∑
i=11
T Pi
∣∣∣∣2 = ( 1v2 C˜R1 )2sˆ2
−
(
C˜R1
)2
sˆ2αs
18piv2
(
− 136CA + 32TRnf + 3(11CA − 4TRnf) log
( sˆ
µ2R
))
+O(α4s).
(6.28)
Hierin wurde die Konstante δ2gO1 aus Gleichung (5.26) in Kapitel 5.2.1 und die explizi-
te Gestalt des skalaren Standardintegrals C0[p1, p2, 0, 0, 0] aus Anhang 11.2 benutzt.
Mit µR wird hier und im Folgenden die Renomierungsskala bezeichnet.
Die Ausdru¨cke in (6.27) und (6.28) sind wie erwartet im Limes ε→0 endlich.
6.1.4 Die reellen Korrekturen
Bei der Berechnung der QCD-Korrekturen zu (6.1) muß auch der Prozess
gg → φg (6.29)
beru¨cksichtigt werden. Das quadrierte Matrixelement von (6.29) entha¨lt sowohl wei-
che als auch kollineare Divergenzen, die wie in Kapitel 4.2 beschrieben, mit geeignet
konstruierten Dipolen geku¨rzt werden. Zusa¨tzlich treten in den NLO-Korrekturen
die durch den effektiven Higgs-Gluon-Vertex induzierten Prozesse
qg → φq, (6.30)
q¯g → φq¯, (6.31)
qq¯ → φg (6.32)
auf. Die quadrierten Matrixelemente von (6.30) und (6.31) enthalten noch kollineare
Singularita¨ten verursacht durch Abstrahlung masseloser Quarks im Anfangszustand.
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Abbildung 6.3: Reelle Korrekturen zur Higgsproduktion durch Gluonfusion in
na¨chstfu¨hrender Ordnung (T21 bis T24), Quark-Gluon-Fusion (T25, T26) und Quark-
Antiquark-Annihilation (T26)
6.1.4.1 Bestimmung der relevanten Amplituden
Die fu¨r die obigen Prozesse (6.29), (6.30), (6.31) und (6.32) relevanten Feynman-
Amplituden sind in Abbildung 6.3 dargestellt. Die externen Gluonen und masselosen
Quarks erfu¨llen die on-shell-Bedingung
p21 = p
2
2 = p
2
3 = 0. (6.33)
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Die Gluonen gehorchen den Transversalita¨tsbedingungen
εµ(p1) · pµ1 = εν(p2) · pν2 = ερ(p3) · pρ3 = 0. (6.34)
Das Quadrat der Summe aus den Amplituden T21, T22, T23 und T24 wird u¨ber die
Polarisations- und Farbfreiheitsgrade der einlaufenden Gluonen mit den Impulsen
p1 und p2 gemittelt und u¨ber die Polarisations- und Farbfeiheitsgrade des auslaufen-
den Gluons mit Impuls p3 summiert. Darin kommen folgende Beziehungen fu¨r die
jeweilige Polarisationssumme zum Einsatz:∑
λi
εaµ(pi, λi) · εaν(pi, λi) = −gµν +
piµp¯iν + piν p¯iµ
pi · p¯i , mit i = 1, 2; (6.35)∑
λ3
εaµ(p3, λ3) · εaν(p3, λ3) = −gµν +
p3µqν + p3νqµ
p3 · q . (6.36)
In der Polarisationssumme des Gluons mit Impuls p3 kann p¯3 nicht als Referenzvek-
tor benutzt werden, da dieser im weichen Limes nicht mehr definiert ist. Stattdessen
wird ein beliebiger, fester Vektor q benutzt, fu¨r den lediglich
q2 = 0 (6.37)
gelten soll. Das Quadrat der Summe der Beitra¨ge T21, T22, T23 und T24 muss un-
abha¨ngig von q und p¯i sein. Man erha¨lt:
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 24∑
i=21
T Si
∣∣∣∣2 = 2piv2 αsCA(CR1 )2 sˆ4 + tˆ4 + uˆ4 + (sˆ+ tˆ+ uˆ)4sˆtˆuˆ , (6.38)
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 24∑
i=21
T Pi
∣∣∣∣2 = 8piv2 αsCA(C˜R1 )2 sˆ4 + tˆ4 + uˆ4 + (sˆ+ tˆ+ uˆ)4sˆtˆuˆ , (6.39)
wobei sˆ = (p1 + p2)
2, uˆ = (p1 − p3)2 und tˆ = (p2 − p3)2 ist.
Offensichtlich divergieren die Beitra¨ge aus (6.38) und (6.39) im Limes weicher Gluo-
nen
pµ3 → 0 (6.40)
sowie im kollinearen Limes, also fu¨r
p3 ‖ p1, bzw. p3 ‖ p2. (6.41)
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Das Betragsquadrat der Amplitude T27 des Prozesses (6.32) erha¨lt man in analoger
Weise. Die quadrierten Matrixelemente
1
4
1
9
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S27∣∣∣2 = 16pi3v2 αsCF(CR1 )2
(
tˆ2 + uˆ2
)
sˆ
, (6.42)
1
4
1
9
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T P27 ∣∣∣2 = 64pi3v2 αsCF(C˜R1 )2
(
tˆ2 + uˆ2
)
sˆ
. (6.43)
sind IR-endlich.
Die quadrierten Matrixelemente der Reaktionen (6.30) und (6.31) sind gegeben
durch
1
4
1
24
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S25∣∣∣2 = 14 124 ∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S26∣∣∣2 = −2piv2 αsCF(CR1 )2
(
sˆ2 + tˆ2
)
uˆ
, (6.44)
1
4
1
24
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T P25 ∣∣∣2 = 14 124 ∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S26∣∣∣2 = −8piv2 αsCF(C˜R1 )2
(
sˆ2 + tˆ2
)
uˆ
. (6.45)
Die Ausdru¨cke in (6.44) und (6.45) sind im weichen Limes pµ3 → 0 als auch im kol-
linearen Limes p3 ‖ p1 divergent. Die Phasenraumintegrale u¨ber die Ausdru¨cke aus
(6.44) und (6.45) sind jedoch (wegen des Phasenraummaßes) lediglich im kollinearen
Limes p3 ‖ p1 divergent.
6.1.4.2 Die Dipole
Wie in Kapitel 4.2 beschrieben wurde, werden die in den reellen Korrekturen auftre-
tenden weichen und kollinearen Divergenzen innerhalb des DSFs durch entsprechen-
de Dipolterme lokal herausgeku¨rzt. Fu¨r das quadrierte Matrixelement (6.38) bzw.
(6.39) der Reaktion (6.29) beno¨tigt man zwei Dipolterme zur Ku¨rzung der Diver-
genzen aus T21 und T22. Fu¨r das quadrierte Matrixelement (6.44) bzw. (6.45) der
Reaktion (6.30) (bzw. (6.31)) beno¨tigt man einen Dipol.
Mit der Notation aus Kapitel 4.2.1 haben die Dipole fu¨r T20 und T21 folgende Gestalt:
D13,2 = −1
2
x3,12
2p1 ·p3 × V
13,2
µν
[|M2(p˜13, p2)|2]µν . (6.46)
Darin ist
[|M2(p˜13, p2)|2]µν das mit dem Dipolterm V 13,2µν u¨ber die Spinindizes kor-
relierte, quadrierte, modifizierte LO-Matrixelement
Mµ2 =
i
v
4CR1 δ
abεbν(p2)[p˜13 ·p2gµν − p˜ν13pµ2 ] fu¨r T S20, (6.47)
66 Kapitel 6. Der Produktionsprozess
Mµ2 =
i
v
16 C˜R1 δ
abεbν(p2)[p˜13 ·p2gµν − p˜ν13pµ2 ] fu¨r T P20 , (6.48)
mit
p˜µ13 = x3,12 p
µ
1 ; x3,12 =
p1 ·p2
p1 ·p2 − p3 ·p1 − p3 ·p2 . (6.49)
Fu¨r die hier relevante Abstrahlung eines Gluons von einem Gluon hat die Funktion
V 13,2µν in der hier vorliegenden Kinematik die Form:
V
µν
13,2(x3,12) = 16piαsCA
[
− gµν
(
x3,12
1− x3,12 + x3,12(1− x3,12)
)
+
1− x3,12
x3,12
p1p2
(p3p1)(p3p2)
(
pµ3 −
p3p1
p2p1
pµ2
)(
pν3 −
p3p1
p2p1
pν2
)]
. (6.50)
Analog dazu wird der zweite Dipolterm D23,1 konstruiert. Er ergibt sich aus D13,2
durch Vertauschung der Impulse p1 und p2 und der entsprechenden Farbindizes. Es
gilt:
D23,1 = D13,2(p1 ↔ p2, a↔ b). (6.51)
Die Summe der Dipole D13,2 und D23,1 reproduziert im kollinearen sowie im weichen
Limes exakt die Divergenzen in (6.38) bzw. (6.39). Die Ausdru¨cke
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 24∑
i=21
T Si
∣∣∣∣2 − (D13,2 +D23,1) = −4piv2 αsCA(CR1 )2 2tˆ2 + 3uˆtˆ + 2uˆ2sˆ , (6.52)
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣∣ 24∑
i=21
T Pi
∣∣∣∣2 − (D13,2 +D23,1) = −16piv2 αsCA(C˜R1 )2 2tˆ2 + 3uˆtˆ + 2uˆ2sˆ (6.53)
sind in allen Bereichen des Phasenraumes endlich und ko¨nnen (numerisch) integriert
werden.
Der Dipol zur Amplitude T25 bzw. T26 ist bis auf die Funktion V 13,2µν identisch zu
dem in (6.46). Hier kommt die Funktion
V
µν
13,2(x3,12) = 8piαsCF
×
[
− gµν + 1− x3,12
x3,12
p1p2
(p3p1)(p3p2)
(
pµ3 −
p3p1
p2p1
pµ2
)(
pν3 −
p3p1
p2p1
pν2
)]
(6.54)
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assoziiert mit dem Quark-Gluon-Splitting zum Einsatz. Insgesamt erha¨lt man die
endlichen Ausdru¨cke
1
4
1
24
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S25∣∣∣2 −D13,2 = 2piv2 αsCF (CR1 )2 (2tˆ+ uˆ), (6.55)
1
4
1
24
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T P25 ∣∣∣2 −D13,2 = 8piv2 αsCF (C˜R1 )2 (2tˆ+ uˆ), (6.56)
welche u¨ber den vollen Phasenraum integrierbar sind.
6.1.4.3 Die P a,b- und Ka,b-Operatoren
Durch den I(ε)-Operator und die Dipole werden die IR-Divergenzen der virtuellen
und rellen Korrekturen beseitigt. Um ein korrektes Ergebnis zu erhalten, mu¨ssen
jedoch auch die endlichen Terme, welche nach dem Absorbieren der kollinearen Di-
vergenzen in die
”
nackten“ Partonverteilungsfunktionen verbleiben, beru¨cksichtigt
werden. Innerhalb des DSFs geschieht das durch die Implementierung des P a,b- und
des Ka,b-Operators.
Fu¨r das vorliegende Problem existieren zwei Paare von P a,b- und Ka,b-Operatoren,
ein Paar fu¨r das Gluon-Gluon-Splitting und ein weiteres Paar fu¨r das Quark-Gluon-
Splitting. Die unten aufgefu¨hrten P a,b- und Ka,b-Operatoren werden, wie bereits im
Kapitel 4.2.3 erwa¨hnt, fu¨r das MS-Schema angegeben.
Zuna¨chst werden die entsprechenden Operatoren fu¨r das Gluon-Gluon-Splitting auf-
gefu¨hrt. Der Operator P a,a
′
hierfu¨r lautet:
∑
a′=g,g
P g,a
′
=
−αs
pi
log
(
µ2F
sˆx
){
2CA
(
1
1− x
)
+
+ P ggreg(x)
+ δ(1− x)
(
11
6
CA − 2
3
nfTR
)}
, (6.57)
wobei P ggreg(x) den regula¨ren Teil
P ggreg(x) = 2CA
(
1− x
x
− 1 + x(1− x)
)
(6.58)
der Altarelli-Parisi-Splitting-Funktion angibt. Mit µF wird hier und im Folgenden
die Faktorisierungsskala bezeichnet. Fu¨r den Operator Ka,a
′
ergibt sich:
∑
a′=g,g
Kg,a
′
=
αs
pi
{
2CA
[
1
1− x log
(
1− x
x
)]
+
+ P ggreg(x) log
(
1− x
x
)
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− δ(1− x)
[(
50
9
− pi2
)
CA − 16
9
TRnf
]
+ P ggreg(x) log(1− x)
+ CA
([
2
1− x log(1− x)
]
+
− pi
2
3
δ(1− x)
)}
(6.59)
Das quadrierte LO-Matrixelement (6.10) bzw. (6.11) der Reaktion gg → φ, mit
welchem diese Operatoren multipliziert werden, ist in den Impulsen p1 bzw. p2 mit
der Variablen x reskaliert. Da das LO-Matrixelement der effektiven Theorie T11
(siehe Abbildung 6.2) symmetrisch in den Impulsen p1 und p2 ist, ergibt sich
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S11(xp1)∣∣∣2 = 14v2(CR1 )2 xsˆ, (6.60)
1
4
1
64
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T P11 (xp1)∣∣∣2 = 1v2 (C˜R1 )2 xsˆ. (6.61)
Zusa¨tzlich zur Phasenraumintegration werden die mit dem reskalierten LO-Matrix-
element multiplizierten P a,b- und Ka,b-Operatoren u¨ber die Variable x integriert.
Auf Grund der on-shell-Bedingung der in der Reaktion (4.1) produzierten τ -Lepto-
nen aus dem Higgszerfall existiert eine untere Schranke fu¨r den Betrag der Impulse
p1 und p2. Diese Tatsache legt die Grenzen der x-Integration auf
x ∈
[
4
m2τ
sˆ
, 1
]
(6.62)
fest. Die Plus-Distributionen in (6.57) und (6.59) werden in diesem Fall wie im An-
hang 11.3 beschrieben ausgewertet.
Wie bereits diskutiert, enthalten die quadrierten Matrixelemente der Reaktionen
(6.30) und (6.31) kollineare Singularita¨ten verursacht druch kollineares (Anti-)Quark-
Gluon-Splitting im Anfangszustand. Die assoziierten P a,a
′
- und Ka,a
′
-Operatoren
sind:
P q,g = − αs
2pi
log
(
µ2F
xsˆ
)
P qgreg(x), (6.63)
Kq,g =
αs
2pi
[
P qgreg(x) log
(
(1− x)2
x
)
+ xCF
]
, (6.64)
mit der Altarelli-Parisi-Splitting-Funktion
P qgreg(x) = CF
1 + (1− x)2
x
. (6.65)
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Auch die Operatoren aus (6.63) und (6.64) werden mit dem quadrierten LO-Matrix-
element aus (6.60) bzw. (6.61) multipliziert und dann sowohl u¨ber den Phasenraum
als auch u¨ber die Variable x in den Grenzen aus (6.62) integriert.
6.2 Der Prozess bb¯→ φ
Der Higgsproduktionsprozess
bb¯→ φ (6.66)
wird in dieser Arbeit nur in fu¨hrender Ordnung beru¨cksichtigt. Die QCD-Korrektu-
ren hierzu sind aus [C+04] bekannt. Mittelt man u¨ber Spin- und Farbfreiheitsgrade
PSfrag replacements
b
φ
b¯
T05
Abbildung 6.4: LO-Beitrag zur Reaktion 6.66
der einlaufenden Quarks, so berechnet sich das quadrierte Matrixelement fu¨r den
Beitrag aus Abbildung 6.4 zu
1
4
1
9
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T S05∣∣∣2 = 16g2Hbbsˆ, (6.67)
1
4
1
9
∑
Farbe
Spin
∣∣∣T P05 ∣∣∣2 = 16g2Abbsˆ. (6.68)
Hierbei werden die Spinoren der einlaufenden b-Quarks bzw. Antiquarks als masselos
behandelt. In den Yukawa-Kopplungen der Higgsbosonen an die Quarks wird jedoch
die von Null verschiedene b-Quarkmasse benutzt.
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Kapitel 7
Der Zerfallsprozess φ→ τ+τ−→ X
Die Higgsbosonen φ, deren Produktion im vorherigen Kapitel diskutiert wuerde,
sind extrem kurzlebige Resonanzen. Von den mo¨glichen Zerfallsmoden betrachten
wir hier den Kanal φ→τ+τ−. Wegen der kurzen Lebensdauer der τ -Leptonen ko¨nnen
erst die Zerfallsprodukte der τ -Leptonen experimentell nachgewiesen werden.
7.1 Faktorisierung der Amplitude
Da die totale τ -Zerfallsbreite Γτ sehr viel kleiner als die Masse des τ -Letons ist,
Γτ
mτ
1, ko¨nnen die τ -Leptonen in sehr guter Na¨herung als on-shell-Teilchen behan-
delt werden. Somit zerfa¨llt laut der Gleichung (4.8) aus Kapitel 4.1 die Spindichtema-
trix der gesamten Prozesse (4.1) und (4.2) in ein Produkt aus der Spindichtematrix
fu¨r die Produktion und den Zerfall des Higgsbosons φ und der Spindichtematrizen
fu¨r den τ+- und τ−-Zerfall.
Die intermedia¨ren Higgsbosonen der Reaktionen (4.1) und (4.2) sind spinlos, unge-
laden und farbneutral. Daher kann das LO-Matrixelement Tfi der Reaktionen
gg →φ→ τ+τ−, (7.1)
bb¯→φ→ τ+τ− (7.2)
in einen Produktions- und in einen Zerfallsanteil gema¨ß
T (gg → φ→ τ+τ−) = T (gg → φ) ·D−1(φ) · T (φ→ τ+τ−), bzw. (7.3)
T (bb¯→ φ→ τ+τ−) = T (bb¯→ φ) ·D−1(φ) · T (φ→ τ+τ−) (7.4)
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faktorisiert werden. Darin beschreibt T (gg → φ) bzw. T (bb¯ → φ) die Produktions-
amplitude eines Higgsbosons mit dem Impuls pφ, T (φ → τ+τ−) die Zerfallsampli-
tude eines Higgsbosons mit dem Impuls pφ und D
−1(φ) den Higgspropagator
D−1(φ) =
1
p2φ −m2φ + iΓφmφ
. (7.5)
Dieser Sachverhalt gilt natu¨rlich auch fu¨r die Reaktionen (4.3) und (4.4).
In na¨chstfu¨hrender Ordnung bricht die Faktorisierbarkeit gema¨ß (7.3) bzw. (7.4)
zusammen. Hier treten zusa¨tzliche Wechselwirkungen zwischen den Gluonen oder
Quarks des Anfangszustands und den Zerfallsprodukten der Higgsbosonen auf. Fu¨r
den Fall, dass die intermedia¨ren Higgsbosonen via Gluonfusion oder bb¯-Annihilation
produziert werden und in einen rein leptonischen Zustand zerfallen, ko¨nnen solche
nicht-faktorisierenden Korrekturen lediglich u¨ber Eichbosonen der elektroschwachen
Wechselwirkung vermittelt werden.
In dieser Arbeit werden jedoch lediglich QCD-Korrekturen beru¨cksichtigt. Daher
kann die Faktorisierung aus (7.3) auch auf die NLO-Korrekturen des Prozesses (4.1)
angewendet werden. Bezu¨glich dieser Tatsache besteht ein wesentlicher Unterschied
zur Reaktion (4.3) bzw. (4.4). Fu¨r die Amplitude (4.3) und (4.4) bricht die Fakto-
risierung analog zu (7.3) bzw. (7.4) in der NLO-Approximation zusammen.
In Gleichung (4.11) in Kapitel 4.1 wurde die allgemeine Zerlegung der Spindichte-
matrix einer Reaktion a + b→ f f¯ + X (mit f = Quark, Lepton) angegeben. Die
Koeffizienten B± und Cij darin sind im allgemeinen abha¨ngig von dem normierten
Impuls pˆ der Gluonen im Parton-Schwerpunktsystem, dem normierten Impuls kˆ der
τ -Leptonen und deren Normale nˆ (vgl. Kapitel 4.1).
Die Matrixelemente fu¨r die Prozesse (7.1) und (7.2) enthalten lediglich s-Kanal-
Beitra¨ge. Daher verschwinden in den Spindichtematrizen dieser Prozesses alle Koef-
fizienten, die den Impuls pˆ enthalten. Sowohl die Produktionsamplitude T (gg → φ)
bzw. T (bb¯ → φ) als auch der Higgspropagator D−1(φ) in (7.3) bzw. (7.4) sind le-
diglich von der kinematischen Variablen sˆ abha¨ngig und tragen daher zur vollen
Spindichtematrix nur in Form eines globalen Faktors bei. Es ist also
Rφgg = Fgg · R˜φ, (7.6)
Rφbb = Fbb · R˜φ. (7.7)
Darin beschreibt R˜φ die Spindichtematrix fu¨r die Zerfallsreaktion φ → τ+τ−. Die
reellen, skalaren Koeffizienten Fgg und Fbb in (7.6) und (7.7) sind gegeben durch
Fgg = 1
Ng
∑
Farbe
Spin
|T (gg → φ)|2 · |D−1(φ)|2, (7.8)
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Fbb = 1
Nb
∑
Farbe
Spin
|T (bb¯→ φ)|2 · |D−1(φ)|2, (7.9)
wobei die Faktoren Ng und Nb durch die Mittelung u¨ber die Spin- und Farbfreiheits-
grade der Gluonen und Quarks im Anfangszustand entstehen.
7.2 Der Zerfall φ→ τ+τ−
Fu¨r die Spindichtematrix R˜φ des Zerfalls φ→ τ+τ− wird analog zu Kapitel 4.1 die
Zerlegung
R˜φ = A˜ ·   ⊗   + B˜+ · σ ⊗   +   ⊗ σ · B˜− + C˜ijσi ⊗ σj. (7.10)
benutzt. Zur Berechnung der Zerfallsamplitude T (φ → τ+τ−) aus (7.3) wird das
Feynmandiagramm aus Abbildung 7.1 ausgewertet. Hierbei wird angenommen, das
PSfrag replacements φ
τ−
τ+
Abbildung 7.1: Feynmandiagram fu¨r den Higgs-Zerfall in τ+τ−
Higgsboson φ habe den einlaufenden Impuls mit p2φ = sˆ, das τ
−-Lepton habe den
auslaufenden Impuls k1 und den normierten Spinvektor sˆ1. Fu¨r τ
+-Lepton ist der
auslaufende Impuls entsprechend k2 und der normierte Spinvektor sˆ2. Die Spinvek-
toren sind wie in Kapitel 4.1 definiert. Es ergibt sich:
T (φ→ τ+τ−) = − gAττ · u¯s2(k2)γ5vs1(k1) fu¨r φ = A0, (7.11)
T (φ→ τ+τ−) = i gHττ · u¯s2(k2)vs1(k1) fu¨r φ = H0. (7.12)
Die Kopplungen gAττ und gHττ sind im Anhang 11.1 aufgefu¨hrt. Da der τ
+τ− End-
zustand aus dem Higgszerfall rein leptonisch ist, exisitieren hier keine QCD-Korrek-
turen.
Aus den quadrierten Matrixelementen aus (7.11) und (7.12) lassen sich die (von
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Null verschiedenen) Koeffizienten der Spindichtematrix R˜φ fu¨r den Higgszerfall her-
ausprojizieren. Fu¨r den schweren Skalar des MSSMs erha¨lt man:
A˜ = g2Hττ
s
2
β2τ , b˜
±
1 = 0, b˜
±
2 = 0, b˜
±
3 = 0,
c˜0 = g
2
Hττ
s
2
β2τ , c˜1 = 0, c˜2 = 0, c˜3 = 0, c˜4 = 0,
c˜5 = g
2
Hττsβ
2
τ c˜6 = 0, c˜7 = 0, c˜8 = 0, (7.13)
mit
βτ =
√
1− 4mτ
sˆ
. (7.14)
Offensichtlich verschwinden im Falle des Skalars alle Koeffizienten außer A˜, c˜0 und
c˜5. Fu¨r den Pseudoskalar erha¨lt man analog:
A˜ = g2Aττ
s
2
, b˜±1 = 0, b˜
±
2 = 0, b˜
±
3 = 0,
c˜0 = − g2Aττ
s
2
, c˜1 = 0, c˜2 = 0, c˜3 = 0, c˜4 = 0,
c˜5 =0, c˜6 = 0, c˜7 = 0, c˜8 = 0. (7.15)
Hier sind nur die Koeffizienten A˜ und c˜0 verschieden von Null.
7.3 Tau-Zerfa¨lle
Ziel dieser Arbeit ist es, Verteilungen verschiedener CP -sensitiver Observablen zu
berechnen. Diese Observablen sollen Aufschluss u¨ber die CP -Quantenzahlen der
durch Hadronkollisionen am LHC entstehenden Higgsbosonen geben. Damit diese
Verteilungen experimentell mit ausreichend großer Genauigkeit u¨berpru¨ft werden
ko¨nnen, bedarf es relativ großer Ereigniszahlen fu¨r Reaktionen des Typs (4.1) und
(4.2). Um die Anzahl der Ereignisse, auf welche die Analysen dieser Arbeit an-
wendbar sind, zu maximieren, werden die Berechnungen fu¨r die vier dominanten
1-Prong-Zerfallskana¨le des τ -Leptons vorgenommen.
In der Tabelle 7.1 sind die Verzweigungsverha¨ltnisse fu¨r die betrachteten Zerfalls-
kana¨le aufgefu¨hrt.
Einige der untersuchten Observablen ermo¨glichen eine besonders gute Diskriminie-
rung zwischen skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen, wenn sie im Ruhesystem
der τ -Leptonen ausgewertet werden (vgl. Kapitel 8). Zur experimentellen Rekon-
struktion der τ±-Ruhesysteme ist die Kenntnis der τ±-Impulse notwendig.
Die aus dem Higgszerfall stammenden τ -Leptonen ko¨nnen nicht direkt, sondern le-
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Tabelle 7.1: Verzweigungsverha¨ltnisse (BR) und τ -Spinanalysatorqualita¨t κ der
beru¨cksichtigten Zerfallskana¨le des τ -Leptons
τ− → pi−ντ ρ−ντ a−1 ντ `−ντ ν¯`
κ: 1.0 0.46 0.12 −0.33
BR: 0.11 0.25 0.18 2×0.17
diglich durch ihre Zerfallsprodukte experimentell nachgewiesen werden. Dennoch ist
die Rekonstruktion des τ -Impulses prinzipiell mo¨glich. Hierzu benutzt man Energie-
und Impulserhaltungsrelationen, um aus den Impulsen der τ -Zerfallsprodukte den
τ -Impuls zu berechnen. Diese Methode liefert jedoch nur dann ein eindeutiges Er-
gebnis, falls die Impulse aller im τ -Zerfall entstehenden Teilchen gemessen werden.
Alle in dieser Arbeit beru¨cksichtigten Zerfallskana¨le des τ -Leptons enthalten Neu-
trinos, welche fu¨r die experimentelle Untersuchung unsichtbar sind. Damit ist der
Neutrinoimpuls eine Unbekannte und der τ -Impuls la¨sst sich nur mit einem gewissen
Fehler aus den Impulsen der restlichen Zerfallsprodukte rekonstruieren. Prinzipiell
geht man hierbei wie folgt vor: Mit Hilfe von Energie- und Impulserhaltungsre-
lationen lassen sich Gleichungssysteme aufstellen, welche die Neutrinoimpulse als
Unbekannte enthalten. Diese Gleichungssysteme sind auf Grund der Energie- und
Impulsrelationen nicht linear im Neutrinoimpuls. Die damit in Verbindung stehende
Nichteindeutigkeit der Lo¨sung ist Ursache der Ambiguita¨ten bei der experimentellen
Rekonstruktion der Neutrinoimpulse bzw. τ -Impulse. Mit Hilfe von so genannten
”
Maximum-Likelihood-Methoden“ kann der hierbei auftretende Fehler minimiert
werden, vorausgesetzt es stehen ausreichend große Ereigniszahlen zur Verfu¨gung.
Die in dieser Arbeit verwendeten Spindichtematrizen fu¨r den τ -Zerfall werden aus
den Arbeiten [Ove], [BBNO91] und [BNO93] u¨bernommen. Die darin benutzte Me-
thode zur Beschreibung der hadronischen τ -Zerfa¨lle bedient sich einer effektiven
Theorie des hadronischen Stromes, welcher direkt an die den τ -Zerfall vermitteln-
den W -Bosonen koppelt. Die Methodik der Behandlung hadronischer τ -Zerfa¨lle ist
zum Beispiel in der Referenz [Sta00] beschrieben.
Fu¨r den Zerfall polarisierter τ -Leptonen
τ−(sˆ) → f−(pf ) +X (7.16)
berechnet sich die 1-Teilchen-inklusive Verteilung
dΓf
dxf dΩf
zu
1
Γf
dΓf
dxfdΩf
= a(xf ) + b(xf )sˆpˆf , (7.17)
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wobei Γf die partielle Breite der Reaktion (7.16) ist, xf fu¨r eine dimensionslose Ener-
gievariable steht und pˆf den normierten Impuls des Teilchens f
− im Ruhesystem
des τ−-Leptons bezeichnet. Die der Verteilung (7.17) entsprechende, unnormierte
Zerfallsspindichtematrix ρf erha¨lt man mit der Identita¨t
dΓf
dxfdΩf
=
1
2
Tr
[
ρf (   + σpˆf )
]
. (7.18)
Im Folgenden werden fu¨r die einzelnen Zerfallskana¨le des τ -Leptons jeweils nur die
Verteilungen angegeben.
7.3.1 Der Zerfall τ− → l−ν¯lντ
Fu¨r den rein leptonischen τ -Zerfall
τ− → l−ν¯lντ (7.19)
werden die Massen des Myons und des Elektrons vernachla¨ssigt. Es handelt sich um
einen 3-Ko¨per-Zerfall. Mittels der dimensionslosen Energievariablen
0 ≤ x ≡ 2El
mτ
≤ 1 (7.20)
ergibt sich die normierte Verteilung [Ove]
dΓl
Γl dxdΩl
=
1
4pi
n(x)
(
1 + b(x)sˆpˆl
)
. (7.21)
Die Koeffizienten n(x) und b(x) lauten
n(x) = 2x2(3− 2x),
b(x) =
1− 2x
3− 2x. (7.22)
Nach Integration u¨ber die Energie des gelandenen Leptons l− erha¨lt man:
dΓl
Γl dΩl
=
1
4pi
(
1− 1
3
sˆpˆl
)
. (7.23)
Die Gro¨ße pˆl steht fu¨r den normierten, dreidimensionalen Impuls des Leptons im
Ruhesystem des τ -Leptons, sˆ ist der Spinvektor des τ -Leptons im Ruhesystem des
τ− (siehe Kapitel 4.1), und Γl steht fu¨r die Zerfallsbreite des τ -Zerfalls (7.19). In der
obigen Normierung der Verteilung (7.23) beschreibt der Faktor vor dem Produkt
aus pˆl und sˆ die in Tabelle 7.1 mit κf bezeichnete τ -Spinanalysatorqualita¨t.
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Der Betrag des Korrelationskoeffizienten κf ist ein Maß dafu¨r, mit welcher Gu¨te
sich aus der Richtung des Impulses pˆf der Spin des τ -Leptons ermitteln la¨ßt. Es
gilt: 0≤|κf |≤1.
7.3.2 Der Zerfall τ− → ντpi−
Der τ -Zerfall in ein Pion und ein Neutrino
τ− → ντpi− (7.24)
ist ein 2-Ko¨rper-Zerfall. Damit sind die Energien und Impulse der Zerfallsprodukte
eindeutig festgelegt. Die normierte Verteilung fu¨r diesen Zerfall ist:
dΓpi
Γpi dΩpidEpi
= δ
(
Epi − m
2
τ −m2pi
2mτ
)
· 1
4pi
(
1 + sˆpˆpi
)
. (7.25)
Die Gro¨ße Γpi steht fu¨r die Zerfallsbreite des Zerfalls (7.24) und pˆpi fu¨r den Pionim-
puls im Ruhesystem des τ -Leptons.
Die Spinanalysatorqualita¨t ist in diesem Zerfallskanal maximal. Die Richtung des
Impulses des geladenen Pions entha¨lt die maximale Information u¨ber den Spin des
τ -Leptons.
Der Grund dafu¨r ist die Tatsache, dass das Pion ein Spin-0-Teilchen ist und somit nur
das Neutrino den Spin des τ -Leptons aufnehmen kann. Wegen der (V-A)-Struktur
der τ−ντW−-Wechselwirkung, wird das Neutrino hier im Mittel immer antiparallel
zur Impulsrichtung des τ -Leptons emittiert.
Wegen des relativ kleinen Verzweigungsverha¨ltnises von 10 % und den damit ver-
bundenen kleinen Ereigniszahlen am LHC kann eine Analyse der Spineffekte des
τ+τ−-Paares aus den Reaktion (4.1) und (4.2) nicht allein mit diesem Zerfallskanal
der τ -Leptonen durchgefu¨hrt werden.
7.3.3 Der Zerfall τ− → ντρ−
Dieser Zerfallskanal hat das gro¨ßte Verzweigungsverha¨ltnis, na¨mlich 25 %. Das beim
Zerfall entstehende, geladene ρ-Meson zerfa¨llt weiter, weshalb der ρ-Impuls im Zer-
fall
τ− → ντρ− (7.26)
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nicht direkt messbar ist. Da das ρ-Meson fast ausschließlich in ein geladenes und ein
neutrales Pion zerfa¨llt und das geladene Pion eine im Experiment gut nachweisbare
Signatur aufweist, wird in dieser Arbeit der τ -Zerfall gema¨ß
τ− → ντρ− → ντpi0pi− (7.27)
beru¨cksichtigt. Die normierte Verteilung hierfu¨r la¨sst sich laut der Arbeit [Ove] wie-
der in der Form
dΓρ
Γρ dxdΩpi−
=
1
4pi
n(x)
(
1 + b(x)sˆpˆpi−
)
(7.28)
angeben. Hierfu¨r wurde die im Fall der ρ-Mesonen relativ grobe
”
Schmale-Breiten-
Na¨herung“ angewendet ( Γρ
mρ
∼ 0.2). Die Funktionen n(x) und b(x) sind in diesem
Fall
n(x) =
3(x− r − 1)2 + (1− r)(r − k)
2(1− r)2(1 + 2r)(1− p
r
)
3
2
,
b(x) =
x(x− r − 1)2 + x(3− r)(r − k)− 4(r − k)√
x2 − 4k((x− r − 1)2 + (1− r)(r − k)) , (7.29)
wobei r =
m2ρ
m2τ
und k = 4m
2
pi
m2τ
ist. Die ebenfalls dimensionslose Energievariable x liegt
fu¨r diesen Zerfall im Intervall
1 + r − (1− r)
√
k
r
≤ x ≡ 4Epi−
mτ
≤ 1 + r + (1− r)
√
k
r
. (7.30)
Behandelt man die Pionen als masselos, so ergibt sich nach numerischer Integration
mit den Massen mτ = 1.777 GeV und mρ = 0.769 GeV die Verteilung fu¨r den Zerfall
(7.27) zu
dΓρ
Γρ dΩpi−
=
1
4pi
(   − 0.068 sˆpˆpi−). (7.31)
Offensichtlich leidet die Spinanalysatorqualita¨t stark unter der Energieintegration
u¨ber das volle Spektrum von x. Mit geeigneten Schnitten wird hier spa¨ter ein Opti-
mum aus Ereignisanzahl und Spinanalysatorqualita¨t gesucht (vgl. Kapitel 8.3).
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7.3.4 Der Zerfall τ− → ντa−1
Das in diesem Zerfallskanal entstehende a-Meson zerfa¨llt u¨berwiegend u¨ber ein ρ-
Meson gema¨ß:
τ− → ντa−1 → ντpi−ρ0 → ντpi−pi−pi+, (7.32)
τ− → ντa−1 → ντpi0ρ− → ντpi0pi0pi−. (7.33)
Der Zerfallskanal aus (7.32) stellt eine Besonderheit dar. Hier zerfa¨llt das a-Meson in
drei geladene Pionen (ein sogenanntes 3-Prong-Ereignis), die auf Grund ihrer Ladung
identifiziert werden ko¨nnen und deren Impulse somit experimentell zuga¨nglich sind.
Dadurch ist prinzipiell eine Rekonstruktion des Impulses (und der Polarisation) des
a-Mesons und hiermit eine Analyse des τ -Spins mit Hilfe des a-Mesons mo¨glich
[Sta00]. Der Begriff
”
Prong“ steht dabei fu¨r das Signal einer geladenen Spur im
Detektor.
Der in dieser Arbeit beru¨cksichtigte a−1 -Zerfall ist der 1-Prong-Kanal aus (7.33). Die
Verteilung hierfu¨r kann wieder in der Form
dΓa,1
Γa,1 dxdΩpi−
=
1
4pi
n(x)
(
1 + b(x)sˆpˆpi−
)
(7.34)
geschrieben werden, wobei die Funktionen n(x) und b(x) in der Arbeit [Ove] nu-
merisch berechnet wurden. Mit Γa,1 wird hier und im Folgenden die Partialbreite
des 1-Prong-Kanals (7.33) bezeichnet. Es gilt: Γa,1 = 0.09 Γτ . Die dimensionslose
Energievariable x ist hier wie folgt definiert:
0 ≤ x ≡ Epi− −mpi
m2τ−3m2pi
2mτ
−mpi
≤ 1. (7.35)
Nach Integration u¨ber die Energie des geladenen Pions erha¨lt man
dΓa,1
Γa,1 dΩpi−
=
1
4pi
(1− 0.18 sˆpˆpi−). (7.36)
Mit pˆpi− ist hier der normierte Impuls des geladenen Pions im Ruhesystem des τ -
Leptons bezeichnet.
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Kapitel 8
Numerische Auswertung
Ziel dieser Arbeit ist es, wie bereits in der Einleitung erwa¨hnt, Observablen zur
Bestimmung der CP -Quantenzahlen eines intermedia¨ren Higgsbosons im τ+τ−-
Zerfallskanal zu analysieren. Zu diesem Zweck werden mittels der analytischen Er-
gebnisse aus den Kapiteln 6 und 7 Verteilungen fu¨r geeignete Observablen berechnet.
Es wird die Sensitivita¨t dieser Observablen bezu¨glich der Unterscheidung von ska-
laren und pseudoskalaren Higgsbosonen untersucht. Außerdem wird gezeigt, dass
man mit Hilfe einer geeignet konstruierten CP -ungeraden Observablen nach CP -
Verletzung im Higgssektor suchen kann.
8.1 Irreduzibler und reduzibler Untergrund
Am LHC existiert ein irreduzibler Untergrund fu¨r die Reaktionen (4.1) und (4.2).
Er ist durch die Prozesse
gg → Z0 → τ+τ−, (8.1)
bb¯→ Z0 → τ+τ− (8.2)
gegeben. Aus folgendem Grund wird er fu¨r die Belange dieses Projektes nicht weiter
betrachtet: Die Zerfallsbreiten der MSSM-Higgsbosonen sind in fast allen Bereichen
des MSSM-Parameterraumes wesentlich kleiner als die des SM-Higgsbosons (siehe
z. B. [DKS98]). Wegen der im Vergleich zur Masse kleinen Zerfallsbreite ( Γ
m
 1)
erzeugen sowohl das Z-Boson als auch die Higgsbosonen schmale Resonanzen im
invarianten τ+τ−-Massenspektrum. Daher wird der Beitrag (8.1) zur Reaktion (4.1)
bzw. der Beitrag (8.2) zur Reaktion (4.2) bei Energien im Bereich
√
sˆ ∼ mφ mit
steigender Differenz von Higgsmasse zu Z-Masse kleiner. Mit geeigneten Schnitten
an die invariante Masse der τ+τ−-Paare kann somit der irreduzible Untergund (8.1)
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und (8.2) der Reaktionen (4.1) und (4.2) stark unterdru¨ckt werden.
Zum reduziblen Hintergrund fu¨r die Reaktion aus (4.1) za¨hlen am LHC sa¨mtliche
tt¯-, bb¯- und W+Jet-Prozesse (siehe z. B. [ATL]).
Der verschwindend geringe, irreduzible Hintergrund der Reaktionen 4.1 und 4.2
versta¨rkt ihre phenomenologische Bedeutsamkeit im Vergleich zu 4.3 bzw. 4.4. Im
τ+τ−-Kanal gelingt eine deutlich bessere Diskriminierung zwischen skalaren und
pseudoskalaren Higgsbosonen mittels geeigneter CP -sensitiver Observablen.
8.2 Hadronische Wirkungsquerschnitte
Die in den vorherigen Kapiteln erzielten Ergebnisse zur Higgsproduktion auf Par-
tonniveau werden nun dazu verwendet, um Vorhersagen zur Higgsproduktion in
pp-Kollisionen am LHC zu gewinnen.
Mit Hilfe der differentiellen Wirkungsquerschnitte der partonischen Reaktion 4.1
und 4.2 la¨sst sich gema¨ß des Faktorisierungstheorems der differentielle Wirkungs-
querschnitt fu¨r die hadronische Reaktion
pp → φ+X → τ+τ− +X → Xτ− +Xτ+ +X, (8.3)
gewinnen (vgl. z. B. [CSS88]). Um den differentiellen hadronischen Wirkungsquer-
schnitt zu berechnen sind hiernach die partonischen Wirkungsquerschnitte mit den
Verteilungsfunktionen der entsprechenden Partonen im Hadron zu falten und in-
koha¨rent zu summieren:
dσhadr.pp→φ+X→... =
∑
i,j
∫
dx1
∫
dx2 N
p
i (x1, µ
2
F )N
p
j (x2, µ
2
F ) ·Θ(sˆ− 4m2τ )dσpart.ij→φ+X→....
(8.4)
Darin ist Npi (x1, µ
2
F ) die Verteilungsfunktion des Partons i mit dem longitudinalen
Impulsbruchteil x1 im Proton p und N
p
j (x2, µ
2
F ) die Verteilungsfunktion des Partons
j mit Impulsbruchteil x2 im anderen Proton. Weiterhin ha¨ngen die Verteilungsfunk-
tionen von der Faktorisierungsskala µF und der Renormierungsskala µR ab. Der
differentielle hadronische Wirkungsquerschnitt sollte unabha¨ngig von diesen beiden
willku¨rlichen Skalen sein, was sich aber in fester (endlicher) Ordnung der Sto¨rungs-
rechnung nicht bewerkstelligen la¨sst.
Mit Hilfe der Impulsbruchteile x1 und x2 gilt
sˆ = x1x2s. (8.5)
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Darin ist s die quadrierte Schwerpunktsenergie der Protonen aus der Reaktion (8.3).
Am LHC ist
√
s = 14 TeV.
Um mit Hilfe des differentiellen Wirkungsquerschnitts aus (8.4) numerisch Vertei-
lungen fu¨r verschiedene Observablen berechnen zu ko¨nnen, werden folgende Kon-
ventionen und Hilfsmittel benutzt:
• Beispielhaft wird in der folgenden numerischen Analyse das MSSM-Szenario
SPS1a (siehe [A+02]) mit den entsprechenden Massen und Kopplungen vorge-
nommen.
• Die totalen Zerfallsbreiten Γφ der Higgsbosonen werden mit Hilfe des Pro-
grammes
”
hdecay“ aus [DKS98] berechnet.
• Im Rahmen dieser Arbeit werden die Squarkmischungen innerhalb der selben
Spezies fu¨r alle Generationen von Squarks beru¨cksichtigt. Die Massenmatri-
zen werden mit der Routine
”
zheevd “ aus dem Paket
”
LAPACK“ [ABB+99]
diagonalisiert.
• Die Faktorisierungsskala µF wird mit der Renormierungsskala µR identifiziert.
Zudem wird
µF = µR = mφ (8.6)
gesetzt, wobei mφ die Masse des jeweils betrachteten Higgsbosons ist.
Prinzipiell sind beide Parameter beliebig und ko¨nnen verschieden voneinander
gewa¨hlt werden. Die Identifizierung µF = µR bewirkt eine leichte Vereinfa-
chung der analytischen Ergebnisse. Mit der Bedingung aus (8.6) werden die
Faktorisierungsskala und die Renormierungsskala mit der fu¨r den Prozess (8.3)
typischen Energieskala identifiziert.
• Die Partonverteilungen werden aus dem Satz von Funktionen der CTEQ-
Kollaboration (siehe [P+02]) entnommen. In na¨chstfu¨hrender Ordnung werden
die Partonverteilungen
”
CTEQ6M“ benutzt.
• Die Integration u¨ber die longitudinalen Impulsbruchteile x1, x2 und u¨ber den
Phasenraum wird numerisch mit der Routine
”
VEGAS“ (siehe [Lep78] bzw.
[Lep]) durchgefu¨hrt. Da sa¨mtlicher Programmcode in C++ erstellt wurde, wird
die Routine aus der GSL-Bibliothek [G+06] benutzt.
• Die Kopplungskonstante der starken Wechselwirkung wird in fu¨hrender Ord-
nung gema¨ß
αLOs (µR) =
4pi
β0 log
(µ2R
Λ2
) (8.7)
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verwendet. Darin ist Λ = 226 MeV der Skalenparameter der 5-flavour-QCD.
In na¨chstfu¨hrender Ordnung wird
αNLOs (µR) =
4pi
β0 log
(µ2R
Λ2
)
[
1− β1
β20
log
(
log
(µ2R
Λ2
))
log
(µ2R
Λ2
)
]
(8.8)
benutzt. Die βi sind hierin die Entwicklungskoeffizienten der β-Funktion mit
β0 = 11− 2
3
nf ,
β1 = 51− 19
3
nf . (8.9)
8.3 Schnitte
Auf Grund experimenteller Gegebenheiten werden in den Experimenten am LHC
Schnitte zur Selektion von bestimmten Ereignissen verwendet. Zum einen sind sie
durch den Aufbau der Detektoren und deren sensitiver Bereiche bedingt, zum an-
deren dienen sie in Form von Trigger-Schwellen der Identifizierung verschiedener
Teilchen.
Um die theoretischen Untersuchungen mo¨glichst realistisch durchzufu¨hren, werden
die in den folgenden Abschnitten dargestellten Verteilungen unter Anwendung von
Phasenraumschnitten berechnet.
Hierbei sind grundsa¨tzlich zwei Typen zu unterscheiden: Zum einen werden die fu¨r
die Experimente des LHC relevanten Detektor- und Selektionsschnitte verwendet.
Zum anderen werden Schnitte an die Energie der Endzusta¨nde vorgeschlagen, die
zu einer Erho¨hung der τ -Spinanalysatorqualita¨t κ fu¨hren (vgl. Kapitel 8.3.2).
8.3.1 Selektionsschnitte
Wie bereits im Kapitel 4.1 beschrieben gibt der Spinzustand des τ+τ−-Paares Auf-
schluss u¨ber die Parita¨t des Higgsbosons [BBF97]. Er wird mit Hilfe der Zerfalls-
produkte, also laut Kapitel 7.3 mittels der Impulsrichtung der geladenen Lepto-
nen und geladenen Pionen, analysiert. Zur Identifizierung mu¨ssen sowohl im CMS-
Experiment [CMS] als auch im ATLAS-Experiment [ATL] verschiedene Kriterien
bezu¨glich der Energie, des Impulses und der Spur eines Teilchens erfu¨llt sein. Von
den in den Referenzen [ATL], [CMS] und [A+04] beschriebenen Kriterien sind fu¨r die
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innerhalb dieses Projektes durchgefu¨hrten Berechnungen lediglich folgende Schnitte
relevant:
|η| > 2, 5 fu¨r Leptonen als auch fu¨r Pionen, (8.10)
ElT > 20 GeV fu¨r Leptonen, (8.11)
EpiT > 40 GeV fu¨r Pionen. (8.12)
Mit η wird hier die Pseudorapidita¨t der Leptonen bzw. Pionen und mit E lT bzw. E
pi
T
die jeweilige transversale Energie bezeichnet. Fu¨r masselose Teilchen gilt
E2T = p
2
x + p
2
y, (8.13)
wenn die Strahlachse in z-Richtung zeigt.
8.3.2 Spinanalysator-Schnitte
Die in dieser Arbeit beru¨cksichtigten Zerfallskana¨le des τ -Leptons enthalten ein ge-
ladenes Lepton oder ein geladenes Pion (und elektrisch neutrale Teilchen) im End-
zustand. Experimentell treten die Kana¨le mit einem geladenen Pion im Endzustand
- wie die leptonischen Kana¨le - als sogenannte
”
1-Prong-Ereignisse“ in Erscheinung,
unabha¨ngig davon, u¨ber welchen Zwischenzustand das τ -Lepton zerfallen ist. We-
gen der am LHC gegebenen Ununterscheidbarkeit der verschiedenen Zerfallskana¨le
des τ -Leptons, die ein geladenes Pionen im Endzustand enthalten, wird hier eine
effektive Spinanalysatorqualita¨t fu¨r die Reaktion
τ− → h− +X (8.14)
berechnet. Mit h− wird hier symbolisch die geladene Spur (Pion) im Endzustand
der Reaktionen (7.24), (7.27) und (7.33) aus Kapitel 7.3 bezeichnet.
Unter Beru¨cksichtigung dieser Reaktionen und der Gewichtung der Spinanalysa-
torqualita¨ten der einzelnen Zerfallskana¨le mit ihren Verzweigungsverha¨ltnissen la¨sst
sich die Winkelverteilung fu¨r (8.14) angeben:
dΓh−
Γh−
dΩ−pi
4pi
=
1
Γh−
(
Γpi (1− κpi sˆpˆpi−) + Γρ (1− κρ sˆpˆpi−) + Γa,1 (1− κa1 sˆpˆpi−)
)
=
(
1− κeff sˆpˆpi−). (8.15)
Darin ist
Γh− = Γpi + Γρ + Γa,1, (8.16)
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wobei Γa,1 die Zerfallsbreite der Reaktion (7.33) ist und κeff beschreibt die effektive
Spinanalysatorqualita¨t mit
κeff =
Γpiκpi + Γρκρ + Γa1κa1
Γh−
. (8.17)
Mit den numerischen Werten aus Kapitel 7.3 erha¨lt man
κeff = 0.17. (8.18)
An dieser Stelle sei angemerkt, dass
κ =
∫
dx n(x)b(x)∫
dx n(x)
(8.19)
durch geeignete Schnitte an die dimensionslose Variable x und somit an die Pion-
energie Epi maximiert werden kann. Die Schnitte zur Identifizierung der Pionen an
die transversale Energie ET legen nahe, nur den oberen Bereich des Energiespek-
trums der Pionen zu beru¨cksichtigen, um eine ho¨here Spinanalysatorqualita¨t in den
verschiedenen Zerfallskana¨len zu erzielen. Selbstversta¨ndlich reduziert man bei die-
sem Verfahren die fu¨r die Analyse zur Verfu¨gung stehenden Ereigniszahlen, da man
nur Pionen aus einem bestimmten Energieintervall beru¨cksichtigt. (Die Spinanaly-
satorqualita¨t fu¨r den τ -Zerfall (7.24) ist bereits maximal und bleibt im Zuge dieses
Verfahrens unvera¨ndert. In diesem Kanal werden somit lediglich die Ereignisraten
reduziert.)
In dieser Arbeit wird versucht, ein Optimum aus maximaler Spinanalysatorqualita¨t
und mo¨glichst großen Ereignisraten zu finden.
Wendet man einen Schnitt an die Energie der Pionen im 1-Prong-Kanal (8.14) mit
Epi > 0.34mτ (8.20)
an, wobei die Energie hier im Ruhesystem des τ -Leptons definiert ist, so la¨sst sich
die effektive Spinanalysatorqualita¨t auf
κeff = 0.795 (8.21)
erho¨hen. Mit diesem Schnitt steht einer Analyse dann noch ein relativer Anteil von
Ncut
Ntot
= 0.533 (8.22)
Ereignissen (8.14) zur Verfu¨gung. Die Tabelle 8.1 gibt Aufschluss u¨ber die Auswir-
kungen des Schnittes (8.20) auf die einzelnen Kana¨le.
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Tabelle 8.1: τ -Spinanalysatorqualita¨t κeff und relative Ereignisraten der beru¨ck-
sichtigten 1-Prong-Zerfallskana¨le des τ -Leptons inklusive des Schnitts aus (8.20)
τ− → pi−ντ (ρ− → pi−)ντ (a−1 → pi−)ντ
κeff: 1.0 0.813 0.506
Ncut
Ntot
: 1.0 0.454 0.193
Dem Schnitt (8.20) an die Pion-Energie fallen fast die Ha¨lfte aller zur Verfu¨gung
stehenden 1-Prong-Ereignisse aus dem Zerfall des τ -Leptons zum Opfer. Da das un-
mittelbare Ziel dieser Arbeit jedoch eine klare Diskriminierung von skalaren und
pseudoskalaren Higgsbosonen ist, stellt der Schnitt dennoch eine Optimierung der
Ergebnisse sicher. Die τ -Spinanalysatorqualita¨t des 1-Prong-Kanals wird hierdurch
mehr als vervierfacht.
Auch durch einen Schnitt an die Energie des geladenen Leptons kann analog die
τ -Spinanalysatorqualita¨t fu¨r den Zerfall (7.19) vergro¨ßert werden. Als optimalen
Schnitt bezu¨glich maximaler Spinanalysatorqualita¨t versus maximaler Ereignisrate
findet man hier
El ≥ 0.25mτ . (8.23)
Auch hier ist die Energie El im Ruhesystem des τ -Leptons definiert. Der Betrag des
Korrelationskoeffezienten erho¨ht sich durch diese Bedingung. Man erha¨lt
κl = −0.436 (8.24)
und eine relative Ereignisrate von
Ncut
Ntot
= 0.813. (8.25)
Fu¨r die 1-Prong-Pion-Zerfallskana¨le stellt die Bestimmung des optimalen Schnitts
an die Pion-Energie, welcher die Sensitivita¨t einer Observablen maximiert, die von
κeff und der Ereignisrate abha¨ngt, ein mehrdimensionales Optimierungsproblem dar.
Im Rahmen dieser Arbeit wurde durch die naive Diskussion der Funktionen n(x)
und b(x) aus (7.28) und (7.34) versucht, ein Optimum zu finden.
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8.4 Wirkungsquerschnitte und Ereignisraten
Um abscha¨tzen zu ko¨nnen, wie viele Ereignisse fu¨r eine Analyse am LHC zur Verfu¨-
gung stehen werden, wird hier der Wirkungsquerschnitt fu¨r die Reaktion (8.27) unter
Einbezug aller in den Kapiteln 8.3.1 und 8.3.2 vorgestellten Schnitte berechnet. Die
unten angegebenen Wirkungsquerschnitte werden mit Hilfe der LO-Matrixelemente
berechnet. Da die Verteilungen aller in dieser Arbeit berechneten Observablen stehts
auf den Wirkungsquerschnitt normiert werden, ist die Gro¨ße des exakten Wirkungs-
querschnittes fu¨r die Ergebnisse der Kapitel 8.5 und 8.6 von sekunda¨rem Interesse.
Die Gestalt der Verteilungen ist unabha¨ngig vom Wirkungsquerschnitt.
Innerhalb des MSSM-Szenarios SPS1a (tanβ=10) treten folgende (1-Schleifen kor-
rigierten) Higgsmassen auf:
mh0 = 112 GeV,
mH0 = 393 GeV,
mA0 = 394 GeV. (8.26)
Der schwere Skalar H0 und der Pseudoskalar A0 weisen Massen auf, die weit u¨ber der
des top-Quarks mit mt = 175 GeV und sogar u¨ber der des leichtesten stop-Squarks
mit mt˜1 =391 GeV liegen.
Es wird der totale Wirkungsquerschnitt der Reaktionen
pp → φ+X → τ+τ− +X →
{
l+h− +X
l−h+ +X
(8.27)
berechnet, wobei eines der τ -Leptonen leptonisch, das andere in den 1-Prong-Kanal
gema¨ß (8.14) zerfallen soll. (Hier und im Folgenden wird der Begriff 1-Prong nur fu¨r
geladenen hadronische Spuren des Typs (8.14) verwendet.) Dieser 1-Prong-1-Lepton-
Kanal verspricht eine vergleichsweise gut zu messende (und zu triggernde) Signatur
fu¨r die u¨ber Gluonfusion und bb¯-Annihilation am LHC produzierten Higgsbosonen.
Der Wirkungsquerschnitt wird inklusive der Selektionsschnitte aus Kapitel 8.3.1 als
auch der Schnitte an die Pion- und Leptonenergie aus Kapitel 8.3.2 berechnet.
In SPS1a-Szenario ist der Wirkungsquerschnitt der Reaktion (8.27) fu¨r das leichte
skalare Higgsboson (φ = h0) dominiert vom Gluonfusionsprozess (4.1). Der Bei-
trag der partonischen Reaktion (4.2) zum totalen Wirkungsquerschnitt fu¨r (8.27)
ist ≤ 5% und kann daher vernachla¨ssigt werden.
Vo¨llig anders verha¨lt es sich fu¨r die schweren, neutralen Higgsbosonen H0 und A0.
Hier leistet die partonische Reaktion (4.2) einen Beitrag von ∼ 75% zum hadro-
nischen Wirkungsquerschnitt von (8.27). Offensichtlich ist der dominante Produk-
8.4. Wirkungsquerschnitte und Ereignisraten 89
tionsprozess fu¨r die schweren Higgsbosonen ist in Szenarien mit tanβ ≥ 10 die bb¯-
Annihilation.
In den Tabellen 8.2, 8.3 und 8.4 sind die Wirkungsquerschnitte fu¨r die einzelnen
Kana¨le angegeben. Insgesamt ergibt sich ein Wirkungsquerschnitt fu¨r den 1-Lepton-
1-Prong-Zerfallskanal des τ+τ−-Paares fu¨r den schweren Skalar H0 des MSSMs (im
Szenario SPS1a) von:
σLO = 8.02 fb. (8.28)
Bei 100 fb−1 entspricht das einer Anzahl von 802 Ereignissen.
Fu¨r den Pseudoskalar A0 des MSSMs (im Szenario SPS1a) erha¨lt man:
σLO = 5.33 fb. (8.29)
Bei 100 fb−1 entspricht das einer Anzahl von 533 Ereignissen.
Fu¨r den leichten Skalar h0 des MSSMs (im Szenario SPS1a) ist der Wirkungs-
querschnitt durch die Gluonfusion dominiert. Hier wird der approximative NLO-
Wirkungsquerschnitt analog zu der im Kapitel 5.3 beschriebenen Methode berech-
net. Man erha¨lt fu¨r die Reaktion (8.27) einen Wirkungsquerschnitt von
σNLO = 14.6 fb. (8.30)
Tabelle 8.2: LO-Wirkungsquerschnitte fu¨r die Reaktion (8.27) fu¨r verschiedene
Zerfallskana¨le des τ+τ−-Paares fu¨r A0 inklusive aller Schnitte
ττ → lpi l(ρ→pi) l(a1→pi)
σNLO (fb): 2.56 2.46 0.3
Tabelle 8.3: LO-Wirkungsquerschnitte fu¨r die Reaktion (8.27) fu¨r verschiedene
Zerfallskana¨le des τ+τ−-Paares fu¨r H0 inklusive aller Schnitte
ττ → lpi l(ρ→pi) l(a1→pi)
σNLO (fb): 3.86 3.70 0.48
Tabelle 8.4: LO-Wirkungsquerschnitte (nur Gluonfusion) fu¨r die Reaktion (8.27)
fu¨r verschiedene Zerfallskana¨le des τ+τ−-Paares fu¨r h0 inklusive aller Schnitte
ττ → lpi l(ρ→pi) l(a1→pi)
σNLO (fb): 9.20 5.20 0.22
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Bei 100 fb−1 entspricht das einer Anzahl von 1461 Ereignissen.
Die hier berechneten Ereignisraten fu¨r H0, A0 und h0 unterliegen gewissen Fehlern
und sollten als Scha¨tzwerte interpretiert werden. Als Fehlerquellen bei der Berech-
nung des Wirkungsquerschnittes seien hier die folgenden drei genannt:
• Die Partonverteilungen werden empirisch bestimmt. Der darin enthaltene, re-
lative Fehler wird in [P+02] mit ∼10% angegeben.
• Das Ergebnis ist bis zu einer festen Ordnung in der Sto¨rungstheorie berechnet
worden und entha¨lt daher einen Fehler durch die Summe sa¨mtlicher ho¨heren
Terme der Sto¨rungsreihe. Der Beitrag der bb¯-Annihilation steigt bei Hinzunah-
me der NLO- und NNLO-QCD Korrekturen um ca. 20% fu¨r die Higgsbosonen
H0 und A0 (siehe z.B. [DKMS06]). Bei dem fu¨r den leichten Skalar h0 do-
minanten Gluonfusionsbeitrag zum Wirkungsquerschnitt verzeichnet man (im
SM) einen Anstieg bei Hinzunahme der NLO- und NNLO um 90% − 120%
(siehe [CdFG01], [AM03]).
• Gema¨ß den Kapiteln 6.1.3 und 6.1.4.3 ha¨ngt das Ergebnis von der Renormie-
rungsskala µR sowie der Faktorisierungsskala µF ab, welche nicht festgelegt
sind. Da obige Rechnungen in einer festen Ordnung der Sto¨rungsreihe durch-
gefu¨hrt wurden, existiert eine nicht verschwindende (mit jeder weiteren Ord-
nung immer kleiner werdende) Abha¨ngigkeit von den Konstanten µR und µF .
Der hierdurch entstehende Fehler des Ergebnisses ist schwer zu quantifizie-
ren, ohne weitere Ordnungen der Sto¨rungsreihe zu berechnen. Die gro¨ßte Ska-
lenabha¨ngigkeit zeigt der durch Gluonfusion dominierte Wirkungsquerschnitt
des h0. Bei simultaner Variation der Skalen µR = µF = χmφ mit χ ∈ [0.5, 2.0]
variiert der Wirkungsquerschnitt hier um 25%− 35%. Dies ist in guter U¨ber-
einstimmung mit den Ergebnissen aus [CdFG01].
8.5 O¨ffnungswinkelverteilungen
In diesem Abschnitt wird eine Observable untersucht, mit der man gut zwischen
skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen unterscheiden kann. Fu¨r die Reaktionen
(8.27), d. h. fu¨r
pp → φ+X → τ+(kf¯ ) τ−(kf) +X → a+(qa) b−(qb) +X (8.31)
wird der Winkel θ definiert durch
cos θ = ∠(qˆa, qˆb), (8.32)
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wobei qˆa und qˆb die normierten Impulse (das heißt die Flugrichtungen) der ge-
ladenen Teilchen aus den τ+τ−-Zerfa¨llen sind. Die Gro¨ße θ beschreibt somit den
O¨ffnungswinkel zwischen den Impulsen der geladenen Teilchen a und b. Mit a und
b sind hier generisch die nachweisbaren geladenen Zusta¨nde aus den τ+τ−-Zerfa¨llen
bezeichnet, also die Endzusta¨nde l+pi− und l−pi+ mit l± = e±, µ±.
Der Impuls qˆa sei zuna¨chst im Ruhesystem des τ
+ und der Impuls qˆb sei im Ruhe-
system des τ− definiert. Um eine wohldefinierte Gro¨ße θ gema¨ß (8.32) festlegen zu
ko¨nnen, mu¨ssen die Ruhesysteme des τ+ und des τ− durch rotationsfreie Lorentz-
Boosts (vgl. Kapitel 11.4) ineinander u¨bergehen, denn das Skalarprodukt zweier
Vektoren ist nur dann wohldefiniert, wenn die Vektoren bezu¨glich der selben Basis
dargestellt werden.
Legt man keine Phasenraumschnitte an, so hat die Verteilung dσab
d cos θ
die Form (siehe
[BFH98], [BBF97])
1
σab
dσab
d cos θ
=
1
2
(1−Dab cos θ), (8.33)
wobei σab der Wirkungsquerschnitt fu¨r (8.31) ist. Die darin eingefu¨hrte Konstante
Dab ergibt sich aus dem Erwartungswert des Skalarproduktes der normierten τ
+-
und τ−-Spinoperatoren und den τ -Spinanalysatorqualita¨ten fu¨r die τ -Zerfa¨lle in a±
bzw. b± gema¨ß [BFH98] zu
Dab =
4
3
κaκb 〈Sˆτ− · Sˆτ+〉. (8.34)
Werden die Flugrichtungen qˆa und qˆb nicht den τ
+- bzw. τ−-Ruhesystemen definiert
oder werden Schnitte gema¨ß Kapitel 8.3.1 oder 8.3.2 angebracht, so kann die Ver-
teilung dσ
d cos θ
nicht mehr analytisch berechnet werden. Im Allgemeinen ist sie dann
auch nicht mehr linear in cos θ.
Die Berechnung der O¨ffnungswinkelverteilungen geschieht zuna¨chst separat fu¨r h0,
H0 sowie A0. Die Interferenzen der Beitra¨ge der unterschiedlichen Higgsbosonen
werden hier noch nicht beru¨cksichtigt. Bei ausreichend grosser Massendifferenz der
Higgsbosonen ist dieses Vorgehen berechtigt, da die Beitra¨ge der verschiedenen
Higgsbosonen experimentell mit Hilfe von Schnitten an die invariante Masse des
τ+τ−-Paares separiert werden ko¨nnen.
Fu¨r den τ -Zerfallskanal (7.3.2) ist die O¨ffnungswinkelverteilung ohne die Anwen-
dung von Phasenraumschnitten in Abbildung 8.1 dargestellt. Offensichtlich ist eine
gute Unterscheidung zwischen skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen anhand
der Gestalt der Verteilung mo¨glich.
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Abbildung 8.1: Normierte O¨ffnungwinkelverteilung in fu¨hrender Ordnung QCD
fu¨r die Reaktion (8.31) und den τ -Zerfallskanal (7.3.2) ohne Phasenraumschnitte
fu¨r A0 und H0
8.5.1 Einfluss der Schnitte
Welchen Einfluss die verschiedenen Schnitte auf die O¨ffnungswinkelverteilung haben,
ist in der Abbildung 8.2 dargestellt. Beispielhaft fu¨r eine beliebige Reaktion im 1-
Lepton-1-Prong-Kanal wurde hier der Prozess
pp → φ+X → τ+τ− +X → l+ρ− +X → l+(ql) pi−(qpi) pi0 +X (8.35)
betrachtet, wobei φ hier der schwere Skalar H0 oder der Pseudoskalar A0 des MSSMs
ist. Bei den Selektionsschnitten stellt sich heraus, dass der Schnitt an die Pseudora-
pidita¨t η einen vernachla¨ssigbaren Einfluss auf die O¨ffnungswinkelverteilung hat. Die
Schnitte an die transversale Energie der Leptonen und Pionen hingegen vera¨ndern
zumindest im Falle des Pseudoskalars die Gestalt der Verteilung deutlich. Die O¨ff-
nungswinkelverteilung fu¨r den schweren Skalar H0 zeigt relativ kleine Abha¨ngigkei-
ten von den verschiedenen Schnitten.
Wie aus den Ergebnissen des Kapitels 8.3.2 zu erwarten war, vergro¨ßert sich der
Unterschied zwischen der Verteilung des Pseudoskalars und der des Skalars unter
dem Einfluss der Schnitte aus (8.20) und (8.23). Die ho¨here Spinanalysatorqualita¨t
im Vergleich zur Situation ohne diesen Schnitt la¨sst eine bessere Diskriminierung
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Abbildung 8.2: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung ohne Schnitte (no cuts), mit
den Selektionsschnitten aus Kapitel 8.3.1 (ET -cuts, η-cuts) und sa¨mtlichen Schnit-
ten aus den Kapiteln 8.3.1 und 8.3.2 (ET -cuts, η-cuts, Epi-cuts)
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Abbildung 8.3: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den Prozess (8.27) fu¨r A0,
H0 und h0 in fu¨hrender Ordnung der QCD inklusive der Schnitte aus Kapitel
8.3.1 und 8.3.2
von A0 und H0 mit Hilfe der in (8.32) definierten Observablen zu.
Fu¨r die folgenden Ergebnisse werden immer die Schnitte aus Kapitel 8.3.1 als auch
aus Kapitel 8.3.2 angewendet.
8.5.2 O¨ffnungswinkelverteilungen fu¨r h0, H0 und A0
In der Abbildung 8.3 sind die O¨ffnungswinkelverteilungen der drei neutralen Higgs-
bosonen des MSSMs fu¨r den 1-Lepton-1-Prong-Kanal aus (8.27) dargestellt. Gema¨ß
dieser Abbildung ergeben sich stark unterschiedliche Verteilungen.
Auffallend ist, dass sich fu¨r den leichten und den schweren Skalar trotz identischer
CP -Quantenzahlen unterschiedliche O¨ffnungswinkelverteilungen ergeben. Ohne die
Anwendung von Schnitten berechnet man fu¨r h0 und H0 exakt dieselben normier-
ten Verteilungen. Da durch die Selektionsschnitte jedoch Schranken an die absoluten
transversalen Energien der Leptonen und Pionen gegeben sind und die Gesamtener-
gie der Endzusta¨nde bei einer Reaktion mit intermedia¨rem h0 gegenu¨ber der mit
intermedia¨rem H0 kleiner ist, nehmen die Verteilungen fu¨r den leichten und den
8.5. ¨Offnungswinkelverteilungen 95
Tabelle 8.5: Asymmetrien A der O¨ffnungswinkelverteilungen gema¨ß (8.36) fu¨r alle
1-Lepton1-Prong-Kana¨le fu¨r 100 fb−1
A0 H0 h0
Kanal A(A0) σA(A
0) A(H0) A(h0) σA(h
0)
ττ → lpi : 0.29 4.64 -0.07 0.50 15.12
ττ → l(ρ→pi) : 0.25 3.92 -0.04 0.56 12.77
ττ → l(a1→pi) : 0.20 1.11 0.01 0.64 2.92
ττ → lh : 0.25 5.77 -0.04 0.56 21.41
schweren Skalar, wie in Abbildung 8.3 ersichtlich, verschiedene Gestalt an.
Das Studium der Verteilungen des Winkels θ la¨sst eine gute Diskriminierung zwi-
schen einem skalaren und einem pseudoskalaren Higgsboson zu. Um den Unterschied
der Verteilungen besser quantifizieren zu ko¨nnen, werden sowohl fu¨r den Gesamt-
prozess (8.27), als auch fu¨r jeden separaten Zerfallskanal Asymmetrien der Form
A =
( ∫ 0
−1
d cos θ
1
σ
dσ
d cos θ
)
−
( ∫ 1
0
d cos θ
1
σ
dσ
d cos θ
)
(8.36)
berechnet. Da die Verteilung des O¨ffnungswinkels normiert wurde, gibt die Asym-
metrie A den relativen Unterschied der Ereignissraten von cos θ < 0 und cos θ > 0
an. Im 1-Lepton-1-Prong-Kanal ergeben sich die Werte in Tabelle 8.5.
Es wird hier davon ausgegangen, dass man experimentell anhand der Polarwinkel-
verteilungen der τ -Leptonen schon nachgewiesen hat, dass der Spin der Resonanzen
Null ist. Das in Abbildung 8.3 dargestellte Ergebnis zeigt, dass die O¨ffnungswin-
kelverteilung fu¨r H0 flach ist, im Gegensatz zu der des h0 und der des A0. Man
kann nun die Frage stellen, ob die Asymmetrien der Verteilungen des h0 und des
A0 statistisch signifikant von Null verschieden sind. Hierzu wurden in Tabelle 8.5
fu¨r h0 und A0 in der Spalte σA die Standardabweichung einer einzelnen Messung
der Asymmetrie abgescha¨tzt. Mit Hilfe der in einer experimentellen Messung be-
kannten, tatsa¨chlichen Standardabweichung der einzelnen Messung dient sie grob
als Maß fu¨r die Signifikanz der Existenz einer solchen Asymmetrie in der Verteilung
fu¨r den Winkel θ.
Um den Unterschied der verschiedenen Kurven aus Abbildung 8.3 zu quantifizieren,
kann die Verteilung analog zu (8.33) na¨herungsweise mit einem linearen Gesetz,
na¨mlich
1
σlpi
dσlpi
d cos θ
=
1
2
(1−Deff cos θ) (8.37)
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Tabelle 8.6: Koeffizienten Deff aus (8.37) fu¨r die lineare Na¨herung der normierten
O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r alle 1-Lepton1-Prong-Kana¨le
Kanal Deff(A
0) Deff(H
0) Deff(h
0)
ττ → lpi : 0.58 -0.34 0.99
ττ → l(ρ→pi) : 0.52 -0.07 1.09
ττ → l(a1→pi) : 0.41 0.02 1.21
ττ → lh : 0.51 -0.07 1.09
beschrieben werden. Die Koeffizienten Deff sind in der Tabelle 8.6 angegeben. Sie
sind ein grobes Maß fu¨r den Unterschied der Verteilungen des Winkels θ fu¨r ver-
schiedene Higgsbosonen.
Um anhand der normierten O¨ffnungswinkelverteilungen zwischen einem pseudoska-
laren Higgsboson (JPC = 0−+) und einem skalaren Higgsboson (JPC = 0++) unter-
scheiden zu ko¨nnen, ist der relative Unterschied ihrer O¨ffnungswinkelverteilungen
von besonderem Interesse. Daher wird hier fu¨r diskrete Verteilungen die Gro¨ße U
mit
UΦ˜,Φ =
1
Ni
∑
i
( |fΦ˜(cos θi)− fΦ(cos θi)|
fΦ˜(cos θi) + fΦ(cos θi)
)
(8.38)
definiert. Hierin ist fΦ˜(cos θi) der Wert der normierten O¨ffnungswinkelverteilung ei-
nes pseudoskalaren Higgsbosons im Bin i und fΦ(cos θi) der Wert der normierten
O¨ffnungswinkelverteilung eines skalaren Higgsbosons im Bin i. Die Summe in (8.38)
la¨uft u¨ber alle Bins. Der Normierungsfaktor Ni ist durch die Anzahl an Bins ge-
geben, in denen die Differenz der Werte der O¨ffnungswinkelverteilungen fΦ˜ und fΦ
verschieden von Null ist, also
Ni =
∑
k
Θ
(|fΦ˜(cos θk)− fΦ(cos θk)|), (8.39)
wobei die Summe hier u¨ber alle Bins k la¨uft. Nach (8.38) ist UΦ˜,Φ ein Maß fu¨r den
relativen Unterschied der Verteilungen und es gilt: 0 ≤ UΦ˜,Φ ≤ 1.
In der Tabelle 8.7 sind die Werte von U fu¨r die einzelnen τ+τ−-Zerfallskana¨le auf-
gelistet. In der ersten Spalte wird der relative Unterschied U der Verteilungen von
A0 und H0 berechnet. In der zweiten Spalte wird der Unterschied der Verteilungen
von h0 und einem fiktiven Pseudoskalar a0 mit gleichgroßem Betrag der Yukawa-
Kopplung und identischer Masse wie h0 bestimmt (siehe Abbildung 8.4). Mit σU ist
hier die jeweilige Signifikanz des Unterschiedes der Verteilungen quantifiziert.
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Abbildung 8.4: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den Prozess (8.27) fu¨r h0
und einen fiktiven Pseudoskalar a0 mit gleichgroßem Betrag der Yukawa-Kopplung
und identischer Masse wie h0 in fu¨hrender Ordnung der QCD inklusive der Schnit-
te aus Kapitel 8.3.1 und 8.3.2
Der Unterschied zwischen der Masse des schweren Skalars H0 und der des Pseudos-
kalars A0 des MSSMs ist in fast allen Bereichen des Parameterraumes relativ klein.
Folglich haben die Schnitte aus Kapitel 8.3.1 etwa denselben relativen Einfluss auf
ihre O¨ffnungswinkelverteilungen. Lassen sich im invarianten Massenspektrum der
τ -Leptonen das H0 und das A0 als zwei separate Spin-0-Resonanzen ausmachen,
so ist eine getrennte Bestimmung der CP -Quantenzahlen fu¨r die jeweilige Spin-0-
Tabelle 8.7: Relativer Unterschied der normierten O¨ffnungswinkelverteilung von
A0 zu H0 bzw. h0 zu a0 fu¨r alle 1-Lepton1-Prong-Kana¨le
Kanal UA0,H0 σU UA0,h0 σU
ττ → lpi : 0.19 4.81 0.15 4.55
ττ → l(ρ→pi) : 0.15 3.72 0.13 2.96
ττ → l(a1→pi) : 0.10 0.87 0.09 0.41
ττ → lh +X : 0.15 5.49 0.13 4.97
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Abbildung 8.5: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den Prozess (8.27) un-
ter Vernachla¨ssigung der Reaktion (4.2) fu¨r A0, H0 und h0 in fu¨hrender und
na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD inklusive der Schnitte aus Kapitel 8.3.1 und
8.3.2
Resonanz mittels der Observable θ mo¨glich. Der Fall, dass die beiden Resonanzen
nicht aufgelo¨st werden ko¨nnen, wird in Kapitel 8.6 diskutiert.
8.5.3 O¨ffnungswinkelverteilungen in NLO QCD
In diesem Abschnitt wird der Einfluß der NLO QCD-Korrekturen auf die O¨ffnungs-
winkelverteilungen untersucht. Dabei werden lediglich die Partonreaktion (4.1) (Glu-
onfusion) und die hierzu im Kapitel 6 berechneten NLO QCD-Korrekturen beru¨ck-
sichtigt.
Der Vergleich der in Abbildung 8.5 dargestellten O¨ffnungswinkelverteilungen in
fu¨hrender und na¨chstfu¨hrender Ordnung der QCD anhand der Abbildung 8.5 zeigt,
dass die Verteilungen nur wenig A¨nderung durch die Beitra¨ge der ho¨heren Ordnung
erfahren. Dieser Sachverhalt steht in engem Zusammenhang mit der Definition der
Observablen aus (8.32).
Hier wurde der Winkel θ als O¨ffnungswinkel der Impulse des Leptons und des ge-
ladenen Pions aus den τ -Zerfa¨llen definiert. Die Impulse pl und ppi sind hierbei im
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Ruhesystem des jeweils zerfallenden τ -Leptons definiert.
Beim Zerfall des Higgsbosons in zwei geladene Leptonen treten keine QCD-Korrek-
turen auf. Weder die virtuellen noch die reellen Korrekturen zur Higgsproduktion ha-
ben einen Einfluss auf die Impulse pl und ppi, solange diese in den τ
±-Ruhesystemen
definiert sind. Daher haben die QCD-Korrekturen ohne die Anwendung von Schnit-
ten keinen Einfluss auf die O¨ffnungswinkelverteilung.
Die Abstrahlung von reellen Gluonen aus dem Anfangszustand erzeugt eine nicht
verschwindene transversale Energie des Higgsbosons. Somit a¨ndert sich auch der Ein-
fluss der Schnitte aus Kapitel 8.3.1 auf die Verteilung des Winkels θ. Daher ru¨hren
die Unterschiede in der O¨ffnungswinkelverteilung in fu¨hrender und na¨chstfu¨hrender
Ordnung.
Die in dieser Arbeit berechneten QCD-Korrekturen sind bis zur O(α3s) auf dem
Niveau der quadrierten Amplituden beru¨cksichtigt worden. Insbesondere die fu¨r
das Spektrum des Transversalimpulses der Higgsbosonen verantwortlichen reellen
Korrekturen wurden nur bis zu einer festen Ordnung der Sto¨rungsreihe bestimmt.
Erst nach der Resummation der Sudakov-Logarithmen, die in den reellen Kor-
rekturen entstehen, ergibt sich das richtige pT -Spektrum der Higgsbosonen (siehe
[CdFGN03], [BCdFG06]). Verteilungen des transversalen Impulses der Higgsboso-
nen divergieren ohne Resummation der Sudakov-Logarithmen im Limes pT → 0.
Solche pT -Verteilungen oder Verteilungen von Observablen, auf die der Transver-
salimpuls einen großen Einfluß hat, ko¨nnen daher im Bereich kleiner transversaler
Impulse der Higgsbosonen nicht zu physikalischen Aussagen herangezogen werden.
Die Verteilung des Winkels θ fu¨r den leichten Skalar h0 wird im Bereich cos θ&0.7
negativ und somit unphysikalisch. Dies ist ein Effekt der endlichen Ordnung, in der
die QCD-Korrekturen fu¨r diese Verteilung berechnet wurden.
Wie aus der Abbildung 8.5 ersichtlich wird, zeigen die normierten O¨ffnungswinkel-
verteilungen der schweren Higgsbosonen H0 und A0 in NLO nur geringfu¨gige A¨nde-
rungen gegenu¨ber den LO-Verteilungen. In der Gluonfusion sind die K-Faktoren und
somit der relative Einfluß der NLO-Beitra¨ge zum Wirkungsquerschnitt von (4.1) je-
doch wesentlich ho¨her als bei der bb¯-Annihilation (4.2) (siehe z. B. [Djo05]). Daher
kann davon ausgegangen werden, dass im Falle der Produktion schwerer Higgsboso-
nen fu¨r große tan β die jeweiligen cos θ-Verteilungen eher im geringeren Maße von
den LO-Verteilungen abweichen als in Abbildung 8.5 gezeigt.
8.5.4 O¨ffnungswinkelverteilungen im Laborsystem
Vom experimentellen Standpunkt aus ideal, wa¨re die Messung des O¨ffnungswinkels
zwischen den im Laborsystem bestimmten Flugrichtungen der geladenen Leptonen
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Abbildung 8.6: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den Prozess (8.27) fu¨r A0
und H0, in fu¨hrender Ordnung der QCD, inklusive der Schnitte aus Kapitel 8.3.1
und 8.3.2, wobei die Impulse pl und ppi im Laborsystem definiert sind.
und Pionen. Deshalb wird im Folgenden auch die Verteilung dieser Observable un-
tersucht.
Im Laborsystem ergibt sich die in Abbildung 8.6 gezeigte O¨ffnungswinkelverteilung.
Der Unterschied zwischen der Verteilung des Skalars H0 und der des Pseudoskalars
A0 ist marginal. Dies ist daher begru¨ndet, dass die τ -Leptonen auf Grund ihrer im
Vergleich zum H0 und A0 kleinen Masse beim Zerfall dieser Higgsbosonen extrem
hohe kinetische Energien erhalten. Die Impulse qLaba und q
Lab
b werden daher durch
den starken Boost der τ -Leptonen (in entgegengesetzte Richtungen) dominiert. Da
die Impulse der τ -Leptonen im ZMF des τ+τ−-Paares antiparallel sind, gilt fu¨r den
O¨ffnungswinkel θ eines jeden Ereignisses im Laborsystem na¨herungsweise θ∼pi (vgl.
Abbildung 8.6 fu¨r cos θlab∼1). Der Boost in das CMS der Hadronen erfolgt fu¨r die
Impulse qZMFa und q
ZMF
b in identische Richtung. Das erkla¨rt den flachen Anteil der
Verteilung u¨ber den Bereich −0.5 ≤ θlab ≤ 0.75.
In Anbetracht der Verteilungen aus Abbildung 8.6 wird deutlich, dass das Gelingen
der experimentellen Bestimmung der CP -Quantenzahlen mit Hilfe der O¨ffnungs-
winkelverteilungen entscheidend davon abha¨ngt, wie gut die Ruhesysteme der τ -
Leptonen rekonstruierbar sind. Auf Grund der in Kapitel 7.3 beschriebenen Am-
8.6. Verteilungen einer CP -ungeraden Observable 101
biguita¨ten und der endlichen Energie- und Winkelauflo¨sung (
”
Verschmierung“) des
Detektors ist eine eindeutige, fehlerfreie Rekonstruktion der Ruhesysteme der τ -
Leptonen nicht mo¨glich.
Der starke Boost der τ -Impulse im Laborsystem dominiert die Form der Verteilung
aus Abbildung 8.6. Fa¨nde man ein Bezugssystem, in dem die Geschwindigkeit der
τ -Leptonen hinreichend klein ist und das daru¨ber hinaus mit den direkt gemessenen
Impulsen im Laborsystem definierbar ist, so wa¨re eine experimentelle Bestimmung
der CP -Quantenzahlen der Higgsbosonen auch ohne Rekonstruktion der τ -Impulse
mo¨glich.
Es konnte allerdings kein Bezugssytem gefunden werden, welches obigen Bedingun-
gen genu¨gt.
8.6 Verteilungen einer CP -ungeraden Observable
Der Higgssektor des MSSMs bedingt einen immer kleiner werdenden Massenunter-
schied von H0 und A0 fu¨r steigende Higgsmasse mA. Sollte die Differenz der Massen
kleiner werden als die Energieauflo¨sung ∆E des Experiments, so ist eine Identifizie-
rung verschiedener Spin-0-Teilchen mit alleiniger Hilfe des invarianten Massenspek-
trums der τ -Leptonen (oder anderer Endzusta¨nde) nicht mo¨glich. Tatsa¨chlich tritt
dieser Fall bedingt durch die endliche Breite Γ der Higgsbosonen bereits ein, wenn
|mH −mA| ∼ Γ . ∆E (8.40)
ist. Da eine Separation der im invarianten Massenspektrum auftretenden Spin-0-
Resonanzen vermo¨ge geeigneter Schnitte im Fall (8.40) nicht mehr mo¨glich ist, wer-
den in diesem Abschnitt bei der theoretischen Beschreibung auch die Interferen-
zen der Beitra¨ge des Skalars H0 und des Pseudoskalars A0 bei der Berechnung der
Verteilungen beru¨cksichtigt. Allerdings tragen bei der O¨ffnungswinkelverteilung die
Interferenzen der Amplituden nicht bei. Eine Verteilung des Winkels θ aus (8.32)
entspricht im Fall (8.40) der normierten Addition der Verteilungen des Pseudoska-
lars A0 und des Skalars H0.
Wie aus Abbildung 8.7 ersichtlich wird, zeigt sich eben jene Form der Verteilung
indessen auch fu¨r eine bereits auf Born-Niveau maximal CP -verletzende Spin-0-
Resonanz φ mit der Masse
mφ =
mA +mH
2
. (8.41)
Maximal CP -verletzend ist hierbei in folgendem Sinne zu verstehen: Die Yukawa-
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Abbildung 8.7: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den Prozess (8.27) fu¨r
A0 + H0 (aus dem Szenario SPS1a) und fu¨r einen Zustand φ mit maximaler CP -
Verletzung und Masse mφ =
mA+mH
2 inklusive der Schnitte aus Kapitel 8.3.1 und
8.3.2
Wechselwirkung eines solchen Teilchens φ ist gegeben durch
LYuk = (af¯f + ia˜f¯γ5f)φ. (8.42)
Das Symbol f soll hier generisch fu¨r ein beliebiges Fermionenfeld stehen und mf fu¨r
seine Masse. In diesem Fall ist der physikalische Higgszustand φ ein Gemisch aus
einem skalaren und einem pseudoskalarem Zustand. Als maximale CP -Verletzung
des Teilchens wird der Fall bezeichnet, in dem fu¨r die Konstanten a und a˜ gilt: a = a˜.
Im Folgenden ist a = gHff bzw. a˜ = gAff . (Die Kopplungen gHff und gAff sind im
MSSM-Szenario SPS1a numerisch (fast) identisch.)
Versucht man zwei CP -Eigenzusta¨nde von einer CP -verletzenden Spin-0-Resonanz
φ zu unterscheiden, so genu¨gt nicht allein die Untersuchung der Observable θ. Hierzu
muss eine Observable definiert werden, die sich im Gegensatz zu cos θ ungerade unter
CP -Transformationen verha¨lt.
Mit Hilfe des Erwartungswertes oder der Verteilung der Observablen
O2 = pˆτ− · (pˆl × pˆpi), (8.43)
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Abbildung 8.8: Normierte Verteilung von O2 fu¨r den Prozess (8.27) fu¨r A
0 + H0
und fu¨r einen Zustand φ mit maximaler CP -Verletzung inklusive der Schnitte aus
Kapitel 8.3.1 und 8.3.2
la¨sst sich die gewu¨nschte Aussage u¨ber eine eventuell vorliegende CP -Verletzung im
Higgssektor machen. Fu¨r CP -Eigenzusta¨nde berechnet sich der Erwartungswert der
Observablen O2 zu Null, wa¨hrend er fu¨r ein Teilchen mit indefiniter CP -Quantenzahl
einen endlichen Wert besitzt. Dieser Sachverhalt ist in Abbildung 8.8 aus der Gestalt
der Verteilungen ersichtlich.
Dieser Effekt zeigt sich in der zugeho¨rigen Spindichtematrix wie folgt: Eine bereits
auf dem Born-Niveau CP -verletzende Spin-0-Resonanz φ mit Yukawa-Kopplungen
aus (8.42) erzeugt im Gegensatz zu CP -Eigenzusta¨nden einen von Null verschie-
denen Koeffizienten c2 in der Spindichtematrix (vgl. hierzu die Gleichungen (7.13)
und (7.15) aus Kapitel 7.2). Dieser von Null verschiedene Koeffizient c2 der Spin-
dichtematrix eines solchen Spin-0-Teilchens ist letztlich dafu¨r verantwortlich, dass
die CP -ungerade Observable O2 einen nicht verschwindenden Erwartungswert be-
kommt.
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Tabelle 8.8: Asymmetrien ACP gema¨ß (8.44) der O2-Verteilungen fu¨r alle 1-
Lepton1-Prong-Kana¨le fu¨r einen Zustand φ mit maximaler CP -Verletzung
Kanal ACP(φ) σA(φ)
ττ → lpi : 0.20 5.07
ττ → l(ρ→pi) : 0.16 3.97
ττ → l(a1→pi) : 0.11 0.98
ττ → lh : 0.16 5.85
Neben dem Erwartungswert der Observablen O2 kann analog zu den O¨ffnungswin-
kelverteilungen die Asymmetrie ACP gema¨ß
ACP =
( ∫ 0
−1
dO2
1
σ
dσ
dO2
)
−
( ∫ 1
0
dO2
1
σ
dσ
dO2
)
(8.44)
berechnet werden, um den Unterschied der beiden Fa¨lle zu quantifizieren. Fu¨r die
Asymmetrie ergeben sich in den unterschiedlichen Kana¨len die in der Tabelle 8.8
aufgefu¨hrten Werte. Die Asymmetrie ACP fu¨r die O2-Verteilung von H
0 + A0 ist in
allen Kana¨len identisch Null, also: ACP(H
0 + A0) = 0.
Mit Hilfe der Observablen O2 kann somit u¨berpru¨ft werden, ob der Higgssektor CP -
verletzend ist. Sichtbare Effekte ergeben sich allerdings nur dann, wenn die skalaren
und pseudoskalaren Kopplungen nicht viel kleiner als 1 sind und nicht zu stark
voneinander abweichen.
Abschließend sei angemerkt, dass im Falle von pp-Kollisionen aus 〈O2〉 6= 0 strikt
genommen nicht folgt, dass CP -Verletzung vorliegt. Aus 〈O2〉 6= 0 folgt allerdings
Parita¨tsverletzung. Man erwartet, dass mo¨gliche SM-Kontaminationen sehr klein
sind [BBF98].
8.7 Energie-Verteilungen
Weiterhin wurden die Energieverteilungen der Leptonen und Pionen aus den τ -
Zerfa¨llen untersucht, um zu u¨berpru¨fen, ob sie auf die CP -Parita¨t eines Higgsbo-
sons sensitiv sind. Abbildung 8.9 zeigt beispielhaft die Verteilung der Energien der
geladenen Leptonen aus den τ -Zerfa¨llen fu¨r die Reaktion
pp→ φ+X → τ+τ− +X → l+ l− +X. (8.45)
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Fu¨r jedes von insgesamt 7000 Ereignissen werden in der Abbildung 8.9 die dimensi-
onslosen Energievariablen xl+ und xl− (siehe Kapitel 7.3.1) gezeigt. Offensichtlich ist
in den Verteilungen dieser Energien keine Information u¨ber die CP -Quantenzahlen
der intermedia¨ren Higgsbosonen enthalten. Die Energie-Verteilungen der geladenen
Leptonen sind fu¨r den Pseudoskalar A0 und den Skalar H0 im gesamten, durch die
Schnitte erlaubten Bereich identisch.
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Abbildung 8.9: Verteilung der normierten Energien xl+ und xl− fu¨r den Prozess
(8.45) unter Vernachla¨ssigung der Reaktion (4.2) fu¨r A0 und H0 in fu¨hrender
Ordnung der QCD inklusive der Schnitte aus Kapitel 8.3.1 und 8.3.2
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Kapitel 9
Der Prozess gg → φ→ tt¯
In diesem Kapitel wird auf die Prozesse (4.3) und (4.4) eingegangen. Wie bereits
in Kapitel 4.1 erwa¨hnt, ist das Studium verschiedener CP sensitiver Observablen
im tt¯-Kanal nur fu¨r Higgsbosonen mit mφ≥ 2mt relevant. In den Arbeiten [BB94],
[BFH98], [BBF98] und [BBF97] wurde dieser Kanal bereits im Kontext eines 2HDMs
mit allgemeinen skalaren und pseudoskalaren Higgskopplungen in fu¨hrender Ord-
nung der QCD Kopplung untersucht.
Die Zerfallsrate der schweren Higgsbosonen H0 und A0 in ein tt¯-Paar ist im MSSM
mit dem Quadrat des Parameters tan β (gegenu¨ber einem SM-artigen Higgsboson)
unterdru¨ckt. Daher ist eine Analyse im tt¯-Zerfallskanal nur fu¨r kleine Werte von
tanβ sinnvoll. In diesem Bereich, also etwa fu¨r tan β . 3 ist die Gluonfusion am
LHC der dominante Produktionsprozess aller neutralen Higgsbosonen des MSSMs.
Somit kann die Reaktion (4.4) hier vollsta¨ndig vernachla¨ssigt werden.
9.1 Irreduzibler Untergrund
Der wesentliche Unterschied zwischen der Reaktion (4.3) bzw. (4.4) und (4.1) bzw.
(4.2) ist die Tatsache, dass fu¨r (4.3) ein nichtresonanter, irreduzibler Untergrund
existiert, dessen Einfluss auch bei Anwendung von Phasenraumschnitten (z.B. an
die invariante Masse des tt¯-Paares) nicht vernachla¨ssigbar ist.
Dieser nichtresonante, irreduzible Untergrund ist in fu¨hrender Ordnung durch die in
Abbildung 9.1 dargestellten Prozesse (bzw. deren Amplituden) gegeben. Die Exis-
tenz dieses irreduziblen Untergrundes und die schon durch die QCD bedingte Kor-
relation der tt¯-Spins hat einen entscheidenden Einfluss auf die O¨ffnungswinkelver-
teilung (vgl. Kapitel 9.4.1).
Auf Grund der Vielzahl von Beitra¨gen des irreduziblen QCD-Untergrundes in der
na¨chstfu¨hrenden Ordung (innerhalb des MSSMs) und der Problematik der Behand-
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Abbildung 9.1: Nicht resonanter, irreduzibler Untergrund in fu¨hrender Ordnung
der QCD fu¨r die Reaktion (4.3)
lung der nichtfaktorisierenden Korrekturen fu¨r den Prozess aus (4.3) in NLO QCD
wurde im Rahmen dieses Projektes davon abgesehen, die Reaktion (4.3) inklusive
des vollen, irreduziblen QCD-Untergrundes in na¨chstfu¨hrender Ordnung zu studie-
ren.
Im Rahmen dieser Arbeit wird daher nur die fu¨hrende Ordnung beru¨cksichtigt.
Die Impulse der einlaufenden Gluonen der Amplituden aus Abbildung 9.1 werden
mit p1 und p2 bezeichnet. Es gilt fu¨r diese Gluonen die on-shell-Relation aus (6.3)
und die Transversalita¨tsbedingung (6.4). Die Impulse der auslaufenden top-Quarks
sind k1 und k2. Damit erha¨lt man fu¨r die drei Amplituden aus Abbildung 9.1:
T41 = i g
2
st
bta
2sˆ(1− zβt) ε
a
µ(p1)ε
b
ν(p2) u¯
s1(k1)γµ(−/p1 + /k1 +mt)γνvs2(k2) (9.1)
T42 = i g
2
st
bta
2sˆ(1 + zβt)
εaµ(p1)ε
b
ν(p2) u¯
s1(k1)γµ(−/p2 + /k1 +mt)γνvs2(k2) (9.2)
T43 = ig
2
st
c
2sˆ
fabcεaµ(p1)ε
b
ν(p2) u¯
s1(k1)γσv
s2(k2)
· {(p1 − p2)σgµν + (2p2 + 2p1)µgνσ − (2p1 + p2)gσµ}.
(9.3)
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Darin ist
βt =
√
1− 4m
2
t
sˆ
, z = pˆ · kˆ (9.4)
und mit ta werden die Generatoren der SU(3) bezeichnet.
9.2 Der Prozess gg → φ→ tt¯
Die fu¨r die Reaktion (4.3) relevanten Amplituden ergeben sich analog zu denen der
Reaktion (4.1). In fu¨hrender Ordnung faktorisiert die Amplitude der Reaktion
gg → φ→ tt¯ (9.5)
analog zu (7.3) in eine Produktions- und Zerfallsamplitude des Higgsbosons. Da sich
der Unterschied zwischen Reaktion (4.3) und (4.1) allein aus dem unterschiedlichen
Zerfall des Higgsbosons ergibt, sind die LO-Amplituden fu¨r den Produktionsanteil
der Reaktion (4.3) identisch zu denen aus dem Kapitel 6.1.
Die Amplitude fu¨r den Zerfall des Higgsbosons kann mit Hilfe der Ergebnisse des
Kapitels 7.2 gewonnen werden. Nach Abbildung 9.2 erha¨lt man T (φ→ tt¯) aus den
Relationen (7.11) und (7.12), indem man die Kopplungen gAττ bzw. gHττ entspre-
chend durch gAtt¯ und gHtt¯ ersetzt. Die algebraischen Ausdru¨cke fu¨r die Kopplungen
PSfrag replacements φ
t
t¯
Abbildung 9.2: Feynmandiagramm fu¨r den Higgs-Zerfall in tt¯
gAtt¯ und gHtt¯ sind im Anhang 11.1 zu finden.
Die gesamte Amplitude fu¨r den Prozess (9.5) wird mittels der Produktionsamplitu-
den T0i(gg→φ) mit i = 1, ..., 4, des Higgspropagators D−1(φ) und der Zerfallsam-
plitude T (φ→ tt¯) gema¨ß
Tgg→φ→tt¯ =
( 4∑
i=1
T0i
)
·D−1(φ) · T (φ→ tt¯) (9.6)
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berechnet. Darin sind die T0i die LO-Produktionsamplituden aus der Abbildung
5.1. Der Ausdruck aus (9.6) wird quadriert bzw. mit den Amplituden T41, T42 und
T43 des irreduziblen Untergrundes interferiert. U¨ber die Farb- und Polarisationsfrei-
heitsgrade der einlaufenden Gluonen wird gemittelt. Hierbei kommt die Beziehung
(6.24) zum Einsatz. Aus dem so entstehenden Ausdruck ko¨nnen die Koeffizienten
der Spindichtematrix der Reaktion (9.5) herausprojiziert werden. Man erha¨lt:
A = N1βtg
2
Htt<{D}+N2β2t g2Htt|D|2 −N3β2t g2Htt<{ED∗} −N4βtgHtt<{E}
+N5β
2
t g
2
Htt|E|2 +N6
(
x2 − 1− β
2
t z
2
2
− x
4
1− β2t z2
)
, (9.7)
b±1 = b
±
2 = b
±
3 = 0, (9.8)
c0 = N1βtg
2
Htt<{D}+N2β2t g2Htt|D|2 −N3β2t g2Htt<{ED∗} −N4βtgHtt<{E}
+N5β
2
t g
2
Htt|E|2 +N6
(
x2 − 1− β
2
t z
2
2
− x
4
1− β2t z2
)
, (9.9)
c4 = N6
(
β2t (1− z2)
1− β2t z2
)
, (9.10)
c5 = −N12β2t g2Htt<{D} − n22β2t g2Htt<{D}+N3β2t g2Htt<{ED∗}+N4βtgHtt<{E}
−N5β2t g2Htt|E|2 +N6
1− x
1 + x
(
1 + 2x(1 + x) + β2t z
2 − x3 + 4x+ 2x
2
1− β2t z2
)
, (9.11)
c6 = −N6z(1− x)
(
β2t (1− z2)
1− β2t z2
)
, (9.12)
c1 = c2 = c3 = c7 = c8 = 0. (9.13)
fu¨r den schweren Skalar H0 aus dem MSSM. Es sind
D =
∑
qi
gHqiqixqi sˆ
(
sˆβqiC0[p1, p2, mqi, mqi, mqi]− 2
) ·D−1(H0), (9.14)
E =
∑
q˜i
gHq˜iq˜i sˆ(2m
2
q˜i
C0[p1, p2, mq˜i, mq˜i, mq˜i] + 1
) ·D−1(H0), (9.15)
N1 =
α2s
4
1
CFCA
x
1− z2β2t
, (9.16)
N2 =
α2s
2
1
CF
1
(8pi)2
, (9.17)
N3 =
α2s
8
1
CF
1
(8pi)2
1√
sˆ
, (9.18)
N4 =
α2s
2
1
CACF
mt
sˆ
1
1− z2β2t
, (9.19)
N5 =
α2s
2
1
CF
1
(8pi)2
1
sˆ
, (9.20)
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N6 = 8pi
2α2s
(
1
CA
1
1− β2t z2
− 1
4CF
)
. (9.21)
Die Summen aus (9.14) bzw. (9.15) laufen u¨ber alle in den Schleifen der Amplituden
aus Abbildung 5.1 umlaufenden Quarks bzw. Squarks. In Gleichung (9.14) wurde
die dimensionslose Variable
xqi =
2mqi√
sˆ
(9.22)
eingefu¨hrt. Die die Kopplungen gHqiqi und gHq˜iq˜i sind im Anhang 11.1 angegeben.
Fu¨r den Pseudoskalar A0 erha¨lt man:
A = N1g
2
Att<{D˜}+N2g2Att|D˜|2 +N5g2Att|E˜|2
+N6
(
1 + x2 − 1− β
2
t z
2
2
− x
4
1− β2t z2
)
, (9.23)
b+2 = −N4g2Att={E˜}, (9.24)
b−2 = N4g
2
Att={E˜}, (9.25)
b±1 = b
±
3 = 0, (9.26)
c0 = −N1g2Att<{D˜} −N2g2Att|D˜|2 −N5g2Att|E˜ |2+
N6
(
x2 − 1− β
2
t z
2
2
− x
4
1− β2t z2
)
, (9.27)
c2 = N4g
2
Att<{E˜}, (9.28)
c4 = N6
β2t (1− z2)
1− β2t z2
, (9.29)
c5 = N6
1− x
1 + x
(
1 + 2x(1 + x) + β2t z
2 − x3 + 4x + 2x
2
1− β2t z2
)
(9.30)
c6 = −N6z(1− x)
(
β2t (1− z2)
1− β2t z2
)
, (9.31)
c1 = c3 = c7 = c8 = 0. (9.32)
In den obigen Beziehungen ist:
D˜ =
∑
qi
gAqiqixqi sˆ
2C0[p1, p2, mqi, mqi, mqi]− 2
) ·D−1(A0), (9.33)
E˜ =
∑
q˜i
gAq˜iq˜i sˆ(2m
2
q˜i
C0[p1, p2, mq˜i, mq˜i, mq˜i] + 1
) ·D−1(A0). (9.34)
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9.3 Top-Zerfa¨lle
Analog zur der Reaktion (4.1) ist durch eine Analyse der Spineffekte des tt¯-Paares
eine Bestimmung der Parita¨t der Higgsbosonen mo¨glich [BBF97]. Die in der Reak-
tion (9.5) entstehenden top-Quarks sind im Gegensatz zu anderen qq¯-Endzusta¨nden
hervorragend zur Analyse der CP -Quantenzahlen des intermedia¨ren Higgsbosons ge-
eignet. Grund hierfu¨r ist die (im SM) mittlere Lebensdauer von τ ∼ 10−25 s. Bedingt
durch diese extrem kurze Lebensdauer zerfallen die top-Quarks im Mittel weit bevor
sie hadronische Bindungszusta¨nde bilden ko¨nnen. Somit ko¨nnen die top-Quarks als
”
nackte“ Quarks behandelt werden. Ihre Polarisation ist (prinzipiell) messbar, da
durch die kurze Lebensdauer im Mittel keine
”
Verschmierung“ durch Hadronisie-
rungseffekte stattfindet.
Die verschiedenen Zerfallskana¨le der top-Quarks weisen unterschiedliche Verzwei-
gungsverha¨ltnisse und unterschiedliche Spinanalysatorqualita¨ten auf. Wie in der
numerischen Auswertung deutlich wird, ist eine Unterscheidbarkeit von skalaren
und pseudoskalaren Higgsbosonen (wenn u¨berhaupt) nur im Kanal mit maximaler
Spinanalysatorqualita¨t mo¨glich (vgl. Kapitel 9.4.1).
9.3.1 Der Zerfall t→ bl+ν¯l
Fu¨r die semileptonischen Zerfa¨lle
t→W+ + b→ l+ν¯lb (9.35)
berechnet man unter Vernachla¨ssigung der bottom-Quarkmasse eine Verteilung der
Form [BNOS92]:
dΓ
Γ dxldΩl
=
1
4pi
6xl(1− xl)
(1 + 2w)(1− w)2
(
1 + sˆkˆl
)
. (9.36)
Hier wurde von der Definition der dimensionslosen Variablen
w =
m2W
m2t
, ml =
2El
mt
(9.37)
und dem normierten Leptonimpuls kˆl Gebrauch gemacht. Benutzt man den Im-
puls des geladenen Leptons als Spinanalysator, so ist genau wie beim Zerfall des
τ -Leptons aus (7.24) die Spinanalysatorqualita¨t maximal, d.h. κ = 1.0 (vgl. dazu
Kapitel 7.3.2).
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Verwendet man den Impuls des bottom-Quarks als Spinanalysator, so ist die Spin-
analysatorqualita¨t nur etwa halb so groß. Nach [BNOS92] erha¨lt man fu¨r den Zerfall
t→W+ + b (9.38)
die Verteilung
dΓ
Γ dΩb
=
1
4pi
(
1 +
2w − 1
2w + 1
sˆpˆb
)
. (9.39)
Darin ist
κ =
2w − 1
2w + 1
= −0.41. (9.40)
Benutzt man im semileptonischen Zerfallskanal des top-Quarks den Impuls des gela-
denen Leptons als Spinanalysator, so ist auf Grund der maximalen Spinanalysator-
qualita¨t zu erwarten, dass die bestmo¨gliche Unterscheidung skalarer und pseudoska-
larer Spin-0-Resonanzen im dileptonischen Zerfall des tt¯-Paares mo¨glich ist. Daher
beschra¨nken sich die Untersuchungen dieses Kapitels auf die dileptonischen Kana¨le
pp → φ→ t(kf¯) t¯(kf) → l+(q+) l−(q−) +X. (9.41)
9.4 Numerische Auswertung
Die numerische Auswertung der Verteilungen der Observablen aus Kapitel 8 ge-
schieht analog zu der des τ+τ−-Kanals. Hier wird beispielhaft im MSSM-Szenario
SPS1a [A+02] und in einem allgemeinen 2HDM gearbeitet.
Um einen mo¨glichst realistischen Eindruck von der Aussagekraft der Observablen
bezu¨glich der Unterscheidung von skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen zu
erhalten, werden die Ergebnisse einschließlich der in den Experimenten am LHC re-
levanten Selektionsschnitte berechnet. Fu¨r die Identifizierung der Leptonen aus dem
Zerfall der top-Quarks sind das
ElT > 27 GeV, |η| < 2.5, (9.42)
wobei ElT fu¨r die transversale Energie des geladenen Leptons steht und η fu¨r seine
Pseudorapidita¨t.
Zusa¨tzlich zu obigen Selektionsschnitten mu¨ssen Schnitte an die invariante Masse des
tt¯-Paares angebracht werden, um eine Separation des Higgssignals vom nichtresonan-
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ten Untergrund zu gewa¨hrleisten. Fu¨r die im Kapitel 9.4.1 berechneten Verteilungen
gilt zusa¨tzlich zu (9.42):
(mφ − 10 GeV) ≤Mtt¯ ≤ (mφ + 10 GeV). (9.43)
9.4.1 O¨ffnungswinkelverteilungen
Fu¨r die Reaktion (9.41) wird analog zu Kapitel 8.5 die Observable θ mit
cos θ = ∠(qˆ+, qˆ−) (9.44)
definiert. Diese Observable beschreibt den Winkel zwischen den Impulsen q+ und
q
−
der geladenen Leptonen. Ohne die Anwendung von Schnitten kann die Verteilung
dσab
d cos θ
wieder analytisch bestimmt werden [BFH98].
Im MSSM-Szenario SPS1a mit tan β = 10 ist der Prozess (4.3) so stark gegenu¨ber
dem irreduziblen Untergrund unterdru¨ckt, dass die Messung eines Higgssignals in
tt¯-Kanal nicht mo¨glich ist. Die O¨ffnungswinkelverteilungen des schweren skalaren
Higgsbosons H0 und des pseudoskalaren Higgsbosons A0 sind in diesem Fall voll-
kommen vom irreduziblen, nichtresonanten QCD-Untergrund dominiert und zeigen
daher keinen Unterschied.
Um im tt¯-Kanal dennoch einen Eindruck von der Unterscheidbarkeit von Higgsboso-
nen verschiedener CP -Parita¨t mittels der O¨ffnungswinkelverteilung zu bekommen,
wird die numerische Auswertung in einem allgemeinen 2HDM (vom Typ II) durch-
gefu¨hrt. Darin soll gelten: tanβ=1.
Unter Verwendung der Schnitte aus (9.42) und (9.43) ergeben sich die Verteilungen
aus Abbildung 9.3. Auch hier kann der Unterschied der cos θ-Verteilungen von H0
und A0 mit Hilfe der in (8.38) definierten Gro¨ße U quantifiziert werden. Es ergibt
sich: UA0,H0 = 0.06, σU = 4.33 (mit 100 fb
−1).
Die in (8.36) definierten Asymmetrien A der O¨ffnungswinkelverteilungen des H0
und des A0 sind in Tabelle 9.1 angegeben. Allgemein beobachtet man hier, dass die
Steigung (und somit auch die Asymmetrie) der Verteilungen stark von den Schnitten
an die invariante tt¯-Masse abha¨ngt.
Tabelle 9.1: Asymmetrien A in (8.36) der normierten O¨ffnungswinkelverteilungen
fu¨r H0 und des A0
Kanal A(A0) A(H0)
tt¯→ ll +X : -0.35 -0.26
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Abbildung 9.3: Normierte O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r die Reaktion (9.41) inklu-
sive des irreduziblen QCD-Untergrunds in fu¨hrender Ordnung der QCD fu¨r A0
(m0A = 393GeV) und H
0 (m0H = 408GeV)
Wie in den Ergebnissen ersichtlich ist, kann eine Differenzierung des skalaren Higgs-
bosons H0 vom pseudoskalaren Higgsboson A0 vorgenommen werden. Der Unter-
schied der Verteilungen von H0 und A0 ist im tt¯-Kanal jedoch relativ klein und
weniger signifikant, als im τ+τ−-Kanal, was auf die Existenz des irreduziblen Un-
tergrundes zuru¨ckgeht.
Diese Beobachtung ist in U¨bereinstimmung mit den Ergebnissen aus [BFH98]. Dort
wurde die O¨ffnungswinkelverteilung der Impulse der geladenen Leptonen aus der
Reaktion (9.44) fu¨r Higgsbosonen mit nichtspezifischer CP -Parita¨t untersucht. In
[BFH98] ergeben sich nur sehr kleine Unterschiede zwischen der Verteilung des reinen
QCD-Untergrundes und der eines Pseudoskalars inklusive des QCD-Untergrundes.
Wie man bereits durch das naive Studium der Higgs-top-Quark-Kopplungen im
MSSM erwarten wu¨rde, ist die Suche nach schweren Higgsbosonen und die Unter-
suchung ihrer CP -Parita¨t mit Hilfe der in (9.44) definierten Observable mittels der
Reaktion (4.3) im MSSM nur fu¨r Parameterbereiche mit sehr kleinem tan β Erfolg
versprechend.
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Kapitel 10
Zusammenfassung
Viele Erweiterungen des SMs zeichnen sich dadurch aus, dass ihr Teilchenspektrum
mehr als ein neutrales Higgsboson entha¨lt. Unter diesen neutralen Spin-0-Teilchen
existieren in der Regel nicht nur Skalare, sondern auch Pseudoskalare oder Teilchen
mit indefiniter CP -Parita¨t. Eine Messung der CP -Quantenzahlen dieser Teilchen
wu¨rde dazu beitragen, die Struktur des Higgssektors aufzukla¨ren.
In dieser Arbeit wurden Observablen analysiert, mit deren Hilfe eine Differenzierung
von Higgsbosonen verschiedener CP -Quantenzahlen mo¨glich ist. Untersucht wurde
die Produktion von Higgsbosonen φ am LHC, welche in τ+τ−- und tt¯-Paare zerfallen:
pp → φ+X → τ+(kf¯ ) τ−(kf) +X → l+(ql) pi−(qpi) +X, (10.1)
pp → φ→ t(kf¯) t¯(kf ) → l−(q+) l+(q−) +X. (10.2)
Fu¨r die Reaktion (10.1) wurden alle Zerfallsmoden des τ+τ−-Paares beru¨cksichtigt,
in denen eines der τ -Leptonen in ein geladenes Hadron - d. h. letztlich in ein gelade-
nes Pion -, das andere in ein geladenes Lepton zerfa¨llt. Die Untersuchungen wurden
im Rahmen der minimalen supersymmetrischen Erweiterung des SMs durchgefu¨hrt.
Der Spinzustand des τ+τ−-Paares bzw. tt¯-Paares gibt Aufschluss u¨ber die Parita¨t des
intermedia¨ren Higgsbosons. Die Flugrichtungen der Zerfallsprodukte der τ -Leptonen
oder der top-Quarks sind daru¨ber hinaus mit dem Spin des τ -Leptons bzw. des top-
Quarks korreliert. Daher kann mittels geeigneter Winkelverteilungen eine Messung
der Parita¨t der Higgsbosonen vorgenommen werden.
Zur Berechnung der Observablen, die zur Bestimmung der CP -Quantenzahlen der
intermedia¨ren Higgsbosonen aus (10.1) und (10.2) dienen sollen, wurden die Re-
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aktionen (10.1) und (10.2) in fu¨hrender Ordnung der QCD untersucht. Zusa¨tzlich
wurden die NLO QCD-Korrekturen zu
gg → φ+X → τ+(kf¯) τ−(kf) +X → l+(ql) pi−(qpi) +X (10.3)
berechnet. Hierbei fanden die in [HS03] bzw. [HH06] bestimmten effektiven Higgs-
Gluon-Kopplungen eine Anwendung. Mit Hilfe der analytischen Ergebnisse wurden
anschließend Verteilungen verschiedener Observablen berechnet, die zur Unterschei-
dung skalarer und pseudoskalarer Higgsbosonen dienen. Weiterhin wurde der Ein-
fluss der NLO-Korrekturen zu (10.3) auf die Verteilungen untersucht. Dabei wurden
fu¨r die Experimente am LHC relevante Schnitte beru¨cksichtigt.
Es wurde gezeigt, dass im Fall der Reaktion (10.1) die Verteilung des O¨ffnungs-
winkels zwischen dem Impuls des geladenen Pions qpi und dem des geladenen Lep-
tons ql eine klare Differenzierung von skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen
ermo¨glicht, wenn die Impulse qpi und ql in den jeweiligen Ruhesystemen der τ -
Leptonen definiert sind (vgl. Kapitel 8.5.4). Die Verteilungen wurden inklusive der
spa¨ter im Experiment relevanten Schnitte berechnet. Zusa¨tzlich wurden Schnitte
an die Energien der Pionen und Leptonen vorgeschlagen, welche im Rahmen dieses
Vorhabens zu einer besseren Unterscheidbarkeit von Skalaren und Pseudoskalaren
fu¨hrten.
Es wurde gezeigt, dass die NLO-Korrekturen zum Prozess (10.3) nur wenig Einfluss
auf die Gestalt der Verteilungen haben (vgl. Kapitel 8.5.3).
Weiterhin wurde die O¨ffnungswinkelverteilung der Impulse der geladenen Pionen
und Leptonen im Laborsystem untersucht. Hier zeigte sich jedoch, dass eine Unter-
scheidung von skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen mit Hilfe dieser Obser-
vablen nicht mo¨glich ist. Die im Vergleich zu den Higgsbosonen kleine Masse der
τ -Leptonen und die damit verbundenen starken Boosts im Zuge des Higgszerfalls
dominieren den in der Verteilung auftretenden Winkel zwischen den Impulsen der
Zerfallsprodukte der τ -Leptonen.
Die Differenzierung von skalaren und pseudoskalaren Higgsbosonen mittels der O¨ff-
nungswinkelverteilung ist jedoch nur dann mo¨glich, wenn diese im Rahmen der
experimentell gegebenen Energieauflo¨sung nicht als massenentartete Zusta¨nde im
invarianten Massenspektrum auftreten. Im Fall einer solchen Massenentartung von
Higgsbosonen verschiedener CP -Quantenzahlen ist eine Untersuchung der O¨ffnungs-
winkelverteilung allein nicht ausreichend. Es wurde gezeigt, dass mit Hilfe der CP -
ungeraden Observablen O2 (vgl. Kapitel 8.5.4) eine eindeutige Unterscheidung zwi-
schen massenentarteten CP -Eigenzusta¨nden und CP -indefiniten Higgsbosonen mo¨g-
lich ist.
Schließlich wurden die Energieverteilungen der im Experiment messbaren Endzu-
sta¨nde aus der Reaktion (10.1) hinsichtlich ihres Potentials zur Bestimmung der
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Parita¨t der Higgsbosonen untersucht. Die Energieverteilungen der geladenen Pionen
und Leptonen zeigen jedoch keine Abha¨ngigkeit von der Parita¨t des intermedia¨ren
Higgsbosons.
Im letzten Kapitel dieser Arbeit wurde der Prozess (10.2) inklusive des irreduziblen
QCD-Untergrunds in fu¨hrender Ordnung untersucht. Hier wurde die O¨ffnungswin-
kelverteilung der Impulse q+ und q− der geladenen Leptonen unter Beru¨cksichtigung
der fu¨r die Experimente vorgeschlagenen Schnitte berechnet. Es zeigte sich, dass
die Verteilung dieser Observablen innerhalb des beispielhaft ausgewa¨hlten MSSM-
Szenarios (SPS1a) vollkommen vom QCD-Untergrund dominiert wird und eine Ana-
lyse der CP -Quantenzahlen in diesem Szenario mit Hilfe der O¨ffnungswinkelvertei-
lung nicht mo¨glich ist.
Die O¨ffnungswinkelverteilung fu¨r den tt¯-Zerfallskanal eines schweren Higgsbosons
wurde zusa¨tzlich im Rahmen eines allgemeinen 2HDMs mit tan β = 1 berechnet.
Hier wurde gezeigt, dass eine Unterscheidung skalarer und pseudoskalarer Higgs-
bosonen mittels des O¨ffnungswinkels zwar mo¨glich ist, jedoch mit einer geringeren
Signifikanz als im τ+τ−-Kanal, was auf die Existenz des irreduziblen, nichtresonan-
ten QCD-Untergrundes zuru¨ckgeht.
In weiterfu¨hrenden Projekten sollte der Einfluss der NLO-Korrekturen zum Prozess
bb¯ → φ+X → τ+(kf¯) τ−(kf) +X → l+(ql) pi−(qpi) +X (10.4)
untersucht werden. Auch die NLO QCD-Korrekturen zum Prozess (10.2) und deren
Einfluss auf die Verteilungen der verschiedenen CP -sensitiven Observablen wa¨ren
von Interesse im Hinblick auf die Suche nach schweren (Higgs-)Resonanzen im tt¯-
Kanal am LHC.
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Kapitel 11
Anhang
11.1 Die relevanten Higgskopplungen des MSSMs
In diesem Abschnitt werden die in diesem Projekt benutzten Higgskopplungen auf-
gefu¨hrt. Bei den skalaren Higgsbosonen werden jeweils nur die Kopplungen des
schweren Skalars H0 angegeben. Die entsprechenden Kopplungen des leichten, ska-
laren Higgsbosons h0 des MSSMs ko¨nnen aus diesen mittels der Relation
α→ α + pi
2
(11.1)
gewonnen werden.
Die Kopplung der Higgsbosonen an die Fermionen wird mit
LYuk = gHff H0f¯ f + igAff A0f¯γ5f (11.2)
parametrisiert. Die τ -Higgs-Kopplungen sind:
gAττ =
mτ tan β
v
, (11.3)
gHττ = − mτ cosα
v cos β
. (11.4)
Fu¨r die Quark-Higgs-Kopplungen gilt:
gHuu = − mu sinα
v sin β
, gHdd = − md cosα
v cos β
,
gAuu =
mu cotβ
v
, gAdd =
mu cotβ
v
. (11.5)
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Hierbei sind β der in (3.11) und α der in (3.3) definierte Winkel aus dem Higgssektor
(vgl. Kapitel 3.3), und v =
√
v21 + v
2
2 ist der Betrag der Summe der Quadrate der
Vakuumerwartungswerte der Higgsdubletts. Die Squark-Higgs-Kopplungen sind:
gAu˜iu˜i =
mu
v
(
U1iU
∗
2i(A
∗
u cot β − µ) + U∗1iU2i(Au cotβ − µ∗)
)
, (11.6)
gAd˜id˜i =
md
v
(
D1iD
∗
2i(A
∗
d tan β − µ) +D∗1iD2i(Ad tanβ − µ∗)
)
, (11.7)
gHu˜iu˜i = − i
1
2vc2W
((
(1− eus2W )|U1i|2 + 2eus2W |U2i|2
)
mWmZ cos(α + β)
+
mucW
sin β
(
U1iU
∗
2iµ+ U
∗
1iU2iµ
∗) cosα
+
mucW
sin β
(
2mu(|U1i|2 + |U2i|2) + (U2iU∗1iAu + U∗2iU1iA∗u) sinα
))
,
(11.8)
gHd˜id˜i = − i
1
2vc2W
((
(1 + eus
2
W )|D1i|2 − 2eus2W |D2i|2
)
mWmZ cos(α + β)
+
mdcW
cos β
(
D1iD
∗
2iµ+D
∗
1iD2iµ
∗) sinα
−mdcW
cos β
(
2md(|D1i|2 + |D2i|2)
+(D2iD
∗
1iA
∗
u +D
∗
2iD1iAu) cosα
))
. (11.9)
Uij bzw. Dij bezeichnen hier die Elemente der Matrizen aus Gleichung (3.26), welche
die Felder von der Wechselwirkungsbasis in die Massenbasis transformieren.
11.2 Skalare Standardintegrale
Alle hier aufgefu¨hrten Integrale werden in
d = 4− 2 (11.10)
berechnet.
11.2.1 Skalares 1-Punkt-Integral A0[m]
Das Integral sei wie folgt definiert:
A0[m] =
16pi2
i
µ4−d
(2pi)d
∫
ddl
1
l2 −m2 + i .
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In d = 4− 2ε Dimensionen ergibt sich bis zur Ordnung O(ε):
A0[m] =
m2
ε
+m2
(
1− γE + ln(4pi)− ln
(
m2
µ2
))
+O(ε)
= m2
(
∆− ln
(
m2
µ2
)
+ 1
)
+O(ε).
Darin und im Folgenden ist
∆ =
1
ε
− γE + ln(4pi). (11.11)
In konsistenter Weise werden skalenlose Integrale wie A0[0] mit Null identifiziert:
A0[0] = 0. (11.12)
11.2.2 Skalares 2-Punkt-Integral B0[p1,m1,m2]
Das Integral sei wie folgt definiert:
B0[p1, m1, m2] =
16pi2
i
µ4−d
(2pi)d
∫
ddl
1
(l2 −m21 + i)((l + p1)2 −m22 + i)
.
In d = 4− 2ε Dimensionen ergibt sich bis zur Ordnung O(ε):
B0[p1, m1, m2] = ∆−
∫ 1
0
dx ln
(
p21x
2 − x(p2 +m21 −m22) +m21
µ2
)
+O().
Weitere Spezialfa¨lle sind:
B0[p1, m, 0] = ∆ + 2− ln
(
m2
µ2
)
+O(ε), mit p21 = m2,
B0[p1, 0, m] = ∆ + 2− ln
(
m2
µ2
)
+O(ε), mit p21 = m2,
B0[p1, 0, 0] = ∆ + 2 ln(p
2
1) + ipi +O(ε), mit p21 6= 0,
B0[p1, 0, 0] = 0, mit p
2
1 = 0,
B0[p1, m,m] = ∆ + 2− ln
(
m22
µ2
)
+ +β ln
(
1− β
1 + β
)
+ ipiβ +O(ε), mit p21 = sˆ.
Zuweilen ist es no¨tig B0[p1, m,m] in Potenzen von
p21
m2
zu entwickeln:
B0[p1, m,m] = ∆− ln
(
m2
µ2
)
+
p21
6m2
+O( p
4
1
m4
) +O(ε) (11.13)
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11.2.3 Skalares 3-Punkt-Integral C0[p1, p2,m1,m2,m3]
Das Integral sei wie folgt definiert:
C0[p1, p2, m1, m2, m3] =
16pi2
i
µ4−d
(2pi)d
×
∫
ddl
1
(l2 −m21 + i)((l + p1)2 −m22 + i)((l + p1 + p2)2 −m23 + i)
.
Im folgenden Spezialfall ergibt sich das 3-Punkt-Integral in d = 4− 2ε Dimensionen
bis zur Ordnung O(ε):
C0[p1, p2, 0, 0, 0] = µ
2ε Γ(1 + ε)
(4pi)−ε
· 1
s
·
[
1
ε2
− 1
ε
(ln(s)− ipi) + ln(s)
2
2
− ipi ln(s)
−2
3
pi2 +O(ε)
]
,
wenn p21 = p
2
2 = 0, p1p2 =
s
2
ist.
Die im obigen Integral auftretenden Divergenzen sind IR-Divergenzen, die man naiv
im Zuge der dimensionellen Regularisierung in d = 4 + 2ε regularisieren wu¨rde.
Dennoch wurde hier in d = 4−2ε Dimensionen gearbeitet. Dadurch lassen sich zwar
IR- und UV-Divergenzen formal nicht mehr voneinander unterscheiden. Jedoch ist
dieses Vorgehen technisch sinnvoll, da die Ergebnisse jetzt statt getrennter UV- und
IR-Pole nur noch 1
ε
-Pole enthalten.
11.3 Plus-Distributionen
In den P a,b- und Ka,b-Operatoren aus dem Kapitel 4.2.3 tauchen die sogenannten
Plus-Distributionen auf. Diese sind wie folgt definiert:
[f(x)]+ = lim
ε→0
{
Θ(1− x− ε)f(x)− δ(1− x− ε)
∫ 1−ε
0
dy f(y)
}
. (11.14)
Sie finden im Rahmen dieser Arbeit in folgender Weise eine Anwendung:∫ 1
a
dx
f(x)
[1− x]+ =
∫ 1
a
dx
f(x)− f(1)
1− x + f(1) ln(1− a), (11.15)∫ 1
a
dxf(x)
[
ln(1− x)
1− x
]
+
=
∫ 1
a
dx
(
f(x)− f(1)) ln(1− x)
1− x +
f(1)
2
ln2(1− a).
(11.16)
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11.4 Lorentztransformationen
Um die Impulse der Zerfallsprodukte der τ -Leptonen von den Ruhesystemen der τ -
Leptonen in das Laborsystem zu transformieren, werden zwei rotationsfreie Lorentz-
Boosts vorgenommen.
Dabei gilt allgemein
E ′ = γE0 + γ(β · p0), (11.17)
p′ = γE0β + p0 +
γ2
1 + γ
(β · p)β. (11.18)
Hier sind die Energie E0 und der dreidimensionale Impuls p0 jeweils im ruhenden
Inertialsystem definiert. Der dreidimensionale Vektor β und der Skalar γ ergeben
sich mit Hilfe der Geschwindigkeit v des Inertialsystems, in welches die Gro¨ßen E0
und p0 u¨berfu¨hrt werden sollen aus
β =
v
c
, γ =
1√
1− β · β . (11.19)
Um die Impulse qa und qb aus dem Ruhesystem der τ -Leptonen in das Laborsys-
tem zu transformieren, wird zuna¨chst ein Boost in das
”
Zero-Momentum-Frame“
(ZMF) des τ+τ−-Paares vorgenommen. Im Falle der fu¨hrenden Ordnung ist das
ZMF des τ+τ−-Paares mit dem Ruhesystem des intermedia¨ren Higgsbosons iden-
tisch. In na¨chstfu¨hrender Ordnung ist das ZMF des τ+τ−-Paares durch die Abstrah-
lung von reellen Gluonen im Anfangszustand im Allgemeinen nicht mehr mit dem
Ruhesystem des Higgsbosons identisch. Fu¨r den Impuls qa ist hierbei
β =
pa
Ea
, γ =
Eτ
mτ
. (11.20)
Analoge Relationen gelten fu¨r qb.
Vom ZMF des τ+τ−-Paares werden die Impulse qZMFa und q
ZMF
b in das Schwerpunkt-
ssystem (CMS) der Hadronen geboostet. Da die entgegengesetzt laufenden Proto-
nenstrahlen am LHC identische Energie haben, ist das CMS der Protonen identisch
mit dem Laborsystem. Die Boost-Parameter sind hierbei
β =
x1 − x2
x1 + x2
ez, γ =
1√
1− β · β , (11.21)
vorausgesetzt die Strahlachse zeigt in z-Richtung.
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